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Chapitre 1
Introduction
"In this article I should like to show, first of all for the simplest case of the
(non-relativistic and unperturbed) hydrogen atom, that the usual rule for quantization
can be replaced by another requirement in which there is no longer any mention of
’integers’. The integral property follows, rather, in the same natural way that, say, the
number of nodes of a vibrating string must be an integer. The new interpretation can be
generalized and, I believe, strikes very deeply into the true nature of the quantization
rules."
E. Schrodinger
Une des propriØtØs les plus remarquables de la mØcanique quantique est la possibilitØ
de franchir une barriŁre de potentiel avec une Ønergie infØrieure à la hauteur de la barriŁre,
c’est l’effet tunnel. GØnØralement attribuØ à Gamow pour ses travaux sur la radioactivitØ
α en 1928 [Gam28], il a d’abord ØtØ rapportØ par Hund en 1927 [Hun27] pour des Øtats
liØs sous le nom de pØnØtration de barriŁre. Juste aprŁs Hund, Nordheim [Nor27] ap-
pliqua la toute rØcente Øquation de Schrödinger [Sch26] aux calculs de coefcients de
rØexion des Ølectrons sur diffØrentes interfaces. Il s’aperçut que, pour une barriŁre de
potentiel rectangulaire, des Ølectrons avec une Ønergie infØrieure à la barriŁre pouvaient
quand mŒme la traverser, ce qui est impossible en mØcanique classique. Nordheim Øten-
dit ainsi la notion d’effet tunnel entre Øtats liØs de Hund aux Øtats non liØs oø Øtats du
continuum. C’est donc l’annØe suivante que Gamow [Gam28], et indØpendamment Gur-
ney et Gondon [Gur28], utilisŁrent l’effet tunnel pour expliquer la gamme considØrable
des temps de vie des noyaux radioactifs α (pas moins de 24 ordres de grandeurs !).
On le voit, un des premier grands succŁs de la mØcanique quantique a ØtØ de reproduire
un phØnomŁne de physique nuclØaire. D’ailleurs, l’effet tunnel a bien d’autres manifes-
tations en physique nuclØaire, que ce soit la fusion sous Coulombienne, l’Øvaporation de
particules lØgŁres de basse Ønergie ou encore la ssion. Plus gØnØralement, le passage de
barriŁre est toujours à l’Øtude dans notre discipline. Son principal intØret provient du fait
que les particules qui subissent la barriŁre sont aussi susceptibles de la modier au cours
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du temps. Ceci est surtout vrai pour la fusion et la ssion qui mettent en jeu deux sys-
tŁmes quantiques de masses comparables, et donc capables de modier dynamiquement
le potentiel. Par exemple, dans le cas de la fusion, la structure des partenaires de collision
se modie fortement surtout aprŁs contact, i.e. lorsque l’interaction nuclØaire entre en
jeu. Dans ce cas, le potentiel subit par les noyaux n’est plus celui de deux systŁmes gØs
(frozen approximation ou approximation soudaine) et doit Œtre calculØ de maniŁre auto-
cohØrente, soit en rØsolvant l’Øquation de Schrödinger statique pour diffØrentes distances
des partenaires de collision (approximation adiabatique), soit l’Øquation de Schrödinger
dynamique (cas diabatique).
La dynamique du potentiel en physique nuclØaire est donc intimement liØe à celle des
nuclØons qui le crØent et le subissent à la fois. En consØquence, le potentiel est fortement
sensible à la structure des noyaux. Celle-ci joue un rôle important concernant la fusion. La
dØformation, par exemple, inue sur la barriŁre et peut ainsi Œtre utilisØe pour augmenter
les sections efcaces de formation de noyaux super lourds comme proposØ par Iwamoto
et al en 1996 [Iwa96]. De maniŁre gØnØrale, des couplages entre le mouvement relatif des
noyaux et leurs degrØs de libertØ internes comme par exemple la dØformation engendrent
des changements de la forme de la barriŁre. En fait le systŁme ne comporte plus une
seule barriŁre, mais une distribution de barrières [Row91, Das98], i.e. le noyau inci-
dent peut voir diffØrentes barriŁres avec diffØrentes probabilitØs. C’est ce qu’ont montrØ
initialement pour un systŁme à deux niveaux Dasso, Landowne et Winther en utilisant le
formalisme de voies couplØes [Das83]. Ces degrØs de libertØ internes peuvent donc Œtre
la dØformation statique [Won73, Sto80, Wei91, Lem93, Bie96, Lag00, Mor01], le mou-
vement vibrationnel [Esb81, Mor94, Lei95, Ste95, Son98, Ste00, New01, Tro01] ou en-
core le transfert de nuclØons [Mor94, Ste95, Son98, Ste97, Tim97, Tim98, Den00, Pol00,
Cor01, Tri01]. De maniŁre gØnØrale, ces couplages ont pour consØquence de favoriser la
transmission sous la barriŁre et de la dØfavoriser au dessus, ce qui explique l’observation
de sections efcaces de fusion sous la barriŁre anormalement ØlevØes (par rapport à un
calcul sans couplage) obtenues dans ces rØfØrences.
Cela dit, une question reste toujours sans rØponse à l’heure actuelle : Que se passe-t-il
lorsque le mouvement relatif entre les noyaux se couple à la cassure d’un des noyaux ? La
probabilitØ de fusion s’en trouvera-t-elle augmentØe comme pour les autres couplages ?
Ou alors devrait-elle diminuer comme le ux incident de noyaux à cause de la cassure ?
DiffØrentes approches permettent cette Øtude telles que le modŁle optique [Hus93] ou en-
core des calculs en voies couplØes [Das96, Hag00]. Les maniŁres de prendre en compte
le couplage au continuum diffŁrent selon les calculs et amŁnent à des diffØrences prin-
cipalement quantitatives dans les rØsultats. De plus la possibilitØ d’exciter d’Øventuelles
rØsonances pygmØes du halo ou de la peau de neutrons par rapport au coeur du noyau
peut aussi engendrer un couplage avec le mouvement relatif et favoriser la fusion sous-
3Coulombienne. Il est donc nØcessaire de rØaliser des expØriences avec des noyaux pos-
sØdant des neutrons faiblement liØs pour Øtablir quelle est la description adØquate. De
telles expØriences sont dorØnavant possibles grâce aux nouveaux appareillages permet-
tant d’accØlØrer des faisceaux d’ions radioactifs : SPIRAL/GANIL - France [SPI02],
ISAC/TRIUMPH - Canada [ISA02], HRIBL/ORNL - Etats-Unis [Hri02], REX/ISOLDE
- CERN [Nil01] et CRC-UCL - Belgique.
La dynamique au voisinage de la barriŁre ne s’arrŒte pas au simple passage de bar-
riŁre, qui dans le cas de la fusion, prØcŁde toute une Øtape trŁs mal connue appelØe phase
de prééquilibre du noyau composØ. Une question alors trŁs importante se pose : Quel
est le chemin vers l’Øquilibre entre le passage de la barriŁre et la formation du noyau
composØ qui a perdu la mØmoire de la voie d’entrØe, c’est à dire de la structure des par-
tenaires de collision ? Cette question est d’une importance cruciale pour la physique des
noyaux super lourds ou des transfermiums. En effet, il a ØtØ montrØ expØrimentalement
que la fusion de noyaux lourds est souvent suivie d’une sØparation rapide en deux frag-
ments (quasission) avant que le noyau composØ n’ai pu Œtre formØ avec tous ses degrØs
de libertØ ØquilibrØs [Heu78]. Il est donc nØcessaire de connaître les quantitØs qui jouent
un rôle important dans la phase de prØØquilibre pour pouvoir choisir le bon couple cible-
projectile. Là encore les faisceaux radioactifs peuvent servir à cette Øtude pour rØaliser
des collisions asymØtriques en N/Z et permettre de signer et de caractØriser l’Øquilibra-
tion des charges et par là mŒme la dynamique de la fusion dans le noyau composØ par
l’Ømission d’un rayonnement dipolaire de prééquilibre.
Enn, une fois ses degrØs de libertØ ØquilibrØs, le noyau composØ est appelØ à Øvacuer
son Ønergie d’excitation par l’Ømission de particules : neutrons, protons, alphas, gammas...
Cette phase de dØcroissance statistique est relativement bien connue et reproduite par des
modŁles. Cependant, la partie basse Ønergie des spectres de particules chargØes est elle
aussi contrainte par le passage de la barriŁre Coulombienne. On peut ainsi s’attendre à
une inuence rØciproque entre la structure du noyau et la dynamique des nuclØons lors
de l’Øvaporation. Notamment, il est bien connu que l’isospin d’une fonction d’onde à une
particule n’est plus un bon nombre quantique à l’intØrieur du noyau. Ainsi, si la symØtrie
d’isospin (symØtrie entre protons et neutrons) est brisØe soit par Coulomb, soit par un
champ moyen pourN 6= Z, alors un couplage en isospin peut apparaître dans le potentiel
de champ moyen. On est ainsi en droit de se demander si ce couplage est prØsent aussi
à la barriŁre Coulombienne ? Y a-t-il une diffØrence entre noyaux stables et exotiques ?
Quel serait l’effet de ce couplage sur la transmission et donc l’Øvaporation de particules
chargØes ?
L’objet de ce travail est donc d’Øtudier diffØrents aspects de la dynamique nuclØaire au
voisinage de la barriŁre. Un premier chapitre sera consacrØ à l’Øtude des couplages entre
un degrØ de libertØ externe (distance entre deux noyaux en collision) et des Øtats rotation-
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nels dans un noyau excitØs par le champ Coulombien de son partenaire de collision. Il
s’agit d’un phØnomŁne de réorientation que l’on Øtudiera d’un point de vue thØorique.
Dans ce chapitre, nous rØsoudrons les Øquations classiques du mouvement pour le noyau
dØformØ dont la densitØ est gØe (approximation soudaine), mais libre de tourner. Un
deuxiŁme chapitre, expØrimental celui-ci, exposera les rØsultats d’une expØrience de fu-
sion autour de la barriŁre du noyau riche en neutron 6He obtenu à l’aide de SPIRAL sur
de l’190Os. Ces rØsultats seront comparØs aux donnØes d’une expØrience complØmentaire
4He+192Os, rØalisØe auprŁs de l’accØlØrateur Pelletron de Bombay. Une troisiŁme partie
traitera du chemin vers l’Øquilibre du noyau composØ ØtudiØ à l’aide de rØactions asymØ-
triques en N/Z dans le cadre de la thØorie de champ moyen de Hartree-Fock dØpendant
du temps (TDHF) [Har28, Foc30, Vau72, Bon76, Neg82]. Finalement, avant de prØsenter
les conclusions et les perspectives de ce travail de thŁse, une quatriŁme partie sera dØdiØe
à l’Øtude thØorique des couplages en isospin dus à l’interaction forte au sein du noyau
avec les consØquences sur l’Øvaporation des protons au voisinage de la barriŁre.
Les annexes A et B sont des propositions d’expØrience faites respectivement au XTU
TANDEM de Legnaro (Italie) et au JYFL de Jyväskylä (Finlande). Une prØsentation de
TDHF et du code construit par Paul Bonche sera donnØe dans l’annexe C de mŒme qu’un
travail sur les couplages entre Øtats de multiphonons (annexe D) en relation Øtroite avec
le chapitre 4. L’annexe E dØtaille les calculs HF du chapitre 5 et l’annexe F dØveloppe le
lien entre symØtrie et champ moyen.
Chapitre 2
De l’infini au contact :
Réorientation Coulombienne de noyaux
déformés
2.1 Introduction : fusion des noyaux dØformØs, applica-
tion aux noyaux super-lourds
La fusion d’ions lourds au voisinage de la barriŁre Coulombienne est un sujet qui a
engendrØ beaucoup de travaux thØoriques et expØrimentaux. Une des motivations de ces
Øtudes, outre la comprØhension des mØcanismes de fusion, est la possibilitØ de former
des noyaux super-lourds (Z > 110). L’îlot de stabilitØ dans la carte des noyaux qui
serait responsable de l’existence de ces noyaux super lourds est prØdit par les thØoriciens
autour de N = 184 et Z = 114, 120 ou 126 selon les modŁles. Une approche similaire
à celle de Strutinsky [Str67] qui consiste à considØrer les effets de couches comme une
correction au modŁle de la goutte liquide donne un nombre magique proton Z = 114
(pour des calculs rØcents, voir les rØfØrences [Mol94, Sob94, Smo95]). D’un autre côtØ,
des calculs en champ moyen de type Hartree-Fock (HF) donnent Z = 120 [Rut97] ou
encoreZ = 126 [Cwi96]. Comme on peut le voir sur les gures 2.1 et 2.2 tirØes de l’article
de ·Cwiok et al. [Cwi96], les calculs HF et le modŁle de Wood-Saxon (WS) donnent tous
deux le nombre magique N = 184 pour les neutrons, mais diffØrent pour les protons.
Cette incertitude dans la dØtermination du prochain nombre magique proton provient
de la difcultØ à obtenir les Ønergies des Øtats à une particule. Ces Ønergies dØpendent
en effet fortement du terme spin-orbite dont l’intensitØ n’est pas connue prØcisØment. Il
semble aussi plus juste de considØrer que, à l’inverse de ce qui se passe au voisinage du
208Pb, les corrections de couches responsables de la stabilitØ des noyaux super-lourds sont
peu piquØes autour d’un nombre magique particulier.
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D’autre part, la proposition d’un îlot de stabilitØ super lourd se basait initialement
sur des nombres magiques sphØriques [Nil68]. On sait maintenant que la dØformation des
noyaux lourds, typiquement les noyaux transfermiums (Z>100), engendre un gain supplØ-
mentaire de stabilitØ. Une manifestation de ce phØnomŁne est la barriŁre de ssion impor-
tante du 204No qui est un noyau fortement allongØ [Rei99, Rei00, Lei99]. L’inclusion de
la dØformation dans les calculs de stabilitØ des noyaux super-lourds engendrent ainsi une
incertitude supplØmentaire quant à la dØtermination des prochains nombres magiques.
FIG. 2.1  Couches sphØriques neutron du 298114184 prØdites par un calcul HF avec les
forces SkP et SLy7 et par le modŁle de Wood-Saxon.
Il est donc nØcessaire de produire ces noyaux super-lourds et d’Øtudier leur stabi-
litØ (certains modŁles prØdisent des temps de vie de l’ordre de l’âge de l’univers) pour
conrmer ou inrmer certaines descriptions du noyau atomique. Le problŁme qui se pose
maintenant est la formation de ces noyaux super-lourds. En effet les sections efcaces
de production de ces noyaux dØcroissent trŁs rapidement avec le nombre de protons. Par
exemple l’ØlØment Z = 107 a ØtØ produit avec une section efcace de 167 pb [Mun81]
alors que le Z = 111 l’a ØtØ avec seulement 2 − 3 pb [Hof95]. Deux autres voies de rØ-
action entravent la formation des noyaux super-lourds par fusion-Øvaporation : la ssion
rapide (ou quasi-ssion) qui a lieu aprŁs la fusion entre le projectile et la cible, mais avant
que tous les degrØs de libertØ du noyau composØ (notamment sa forme) soient ØquilibrØs,
et la ssion qui intervient lors de la phase de dØcroissance statistique. On comprend bien
ces diffØrents mØcanismes dans une vision de la fusion-Øvaporation en 3 Øtapes dØcrite
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FIG. 2.2  idem que la gure 2.1 pour les protons.
sur la gure 2.3 :
1. passage de la barriŁre de fusion (ou capture) projectile-cible
2. formation du noyau composØ en passant le point selle
3. dØcroissance statistique.
Le point selle peut, en premiŁre approximation, Œtre interprØtØ comme le point de ssion
du noyau composØ. Lorsque la voie de sortie est la quasi-ssion, la barriŁre de fusion est
franchie, mais pas le point selle. Les deux fragments se sØparent aprŁs l’Øchange d’un
nombre souvent important de nuclØons. Si le point selle est franchi, les degrØs de libertØ
du noyau composØ s’Øquilibrent et la dØcroissance statistique commence alors. Dans le
cas des noyaux super-lourds, la barriŁre de ssion est petite et la probabilitØ de ssion-
ner est proche de 1. L’Øvaporation de particules lØgŁres (essentiellement des neutrons)
est ainsi rendue marginale. En effet, le modŁle de la goutte liquide donne les noyaux
super-lourds instables, et ils ssionneraient spontanØment sans les corrections quantiques
responsables des effets de couches qui stabilisent ces noyaux. MŒme si de rØcentes ex-
pØriences [Rei99, Rei00, Lei99] ont montrØ que les effets quantiques engendraient une
barriŁre de ssion Bf ≥ 5 MeV plus importante que prØvue initialement par la thØorie
dans le 254102No, l’Ønergie d’excitation du noyau composØ est telle que les effets de couches
limitant la ssion sont attØnuØs. Dans une approche phØnomØnologique [Ign79], on s’at-
tend à une dØcroissance exponentielle de la barriŁre de ssion en fonction de l’energie
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d’excitation
Bf(E
∗) = Bf(0)e
−E∗
Ed
oø Ed est l’Ønergie d’amortissement des effets de couches. La valeur Ed ≈ 18 MeV
permet une bonne reproduction des densitØs de niveaux au voisinage de la masseA ≈ 200.
Cependant, celle-ci est soumise à discussion en ce qui concerne les noyaux plus lourds
[Rei92, Sch84, Amb99]. Nous proposerons au chapitre 3 une mØthode originale pour
diminuer l’Ønergie d’excitation du noyau composØ lorsque celui-ci entame sa phase de
dØcroissance statistique.
FIG. 2.3  Description schØmatique des Øtapes de la fusion-Øvaporation.
Mais pour l’instant, concentrons nous sur le passage du point selle nØcessaire à la
formation du noyau composØ. Pour les rØactions d’ions lourds, la dissipation de l’Øner-
gie cinØtique due aux collisions entre nuclØons de chacun des noyaux dans le systŁme
di-nuclØaire formØ aprŁs la capture est telle qu’il peut manquer d’Ønergie cinØtique pour
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franchir le point selle, celle-ci s’Øtant transformØe en Ønergie d’excitation. Le systŁme
est alors amenØ à se sØparer en deux fragments de quasi-ssion comme schØmatisØ sur
la partie haute de la gure 2.4. Pour vaincre la dissipation et franchir le point selle
il est donc nØcessaire de fournir un surplus d’Ønergie EXX appelØ extra-extra-push 1
[Swi82]. ExpØrimentalement, l’extra-extra-push n’est sensible que pour des noyaux telles
que Z1Z2 > 1800 et croît alors avec Z1Z2 [Nis01]. La formation du noyau composØ n’est
ainsi possible qu’en augmentant l’Ønergie cinØtique du projectile, mais cela a une consØ-
quence nØfaste sur sa survie car son Ønergie d’excitation s’en trouve augmentØe, et donc
aussi la probabilitØ de ssion.
En 1996 Iwamoto et al. [Iwa96] proposŁrent d’utiliser des noyaux dØformØs pour s’af-
franchir des problŁmes induits par l’extra-extra push. En effet, pour certaines orientations
du ou des noyaux dØformØs, des congurations trŁs compactes proches de la forme du
point selle peuvent Œtre atteintes. Dans ce cas, le franchissement de la barriŁre de fusion
peut Œtre sufsant pour former le noyau composØ car elle se trouve à une distance entre
les deux centres des noyaux plus petite que dans le cas de noyaux sphØriques comme le
montre schØmatiquement la gure 2.4. Il faut noter que la position du point selle peut elle
aussi se trouver modiØe par la conguration d’orientation au contact des deux noyaux.
En effet l’idØe prØcØdement ØvoquØe selon laquelle le point selle correspond à la barriŁre
de ssion du noyau composØ n’est exacte que dans le cas oø la forme du systŁme au point
selle correspond à celle du noyau composØ à son point de ssion. Le point selle, tout
comme le point de ssion, correspondent tout deux à une annulation de la rØpulsion Cou-
lombienne et de l’attraction forte. Cependant le point selle est fonction des partenaires de
collision tandis que le point de ssion est fonction des fragments de ssion. Ainsi tout
un ensemble de points selles peut Œtre dØni à partir des paramŁtres qui dØterminent la
forme du systŁme. Les principaux paramŁtres sont l’asymØtrie de masse des partenaires
de collision, la distance qui les sØpare ou l’Ølongation lorsque celle-ci n’a plus de sens.
Cependant la formation de noyaux super-lourds est fortement sensible à la structure des
partenaires de collision. Par exemple la dØformation des partenaires de collision peut jouer
un rôle important sur la fonction d’excitation au voisinage de la barriŁre. Il existe en effet
des indications expØrimentales selon lesquelles la fusion impliquant des noyaux dØformØs
permettrait de s’affranchir de l’extra-extra-push [Mit00, Nis00, Nis01], ce qui validerait
ainsi les conclusions d’Iwamoto.
Il faut cependant noter que l’orientation du noyau dØformØ ne modie pas que la
position de la barriŁre, mais aussi sa hauteur. Il existe en effet une distribution de barriŁre
suivant l’orientation des noyaux. Cette distribution est interprØtØe comme l’effet d’un
couplage entre le mouvement relatif des noyaux et la dØformation statique [Das83]. Il en
1l’extra-push EX ne concerne que l’énergie nécessaire pour vaincre la dissipation afin de passer la
barrière de fusion.
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FIG. 2.4  Comparaison schØmatique entre une collision de noyaux sphØriques (haut), et
une collision d’un noyau dØformØ sur un noyau sphØrique (bas) dans la conguration la
plus compacte.
rØsulte que la conguration la plus compacte au contact des noyaux est aussi celle qui
prØsente une barriŁre de fusion la plus ØlevØe. C’est ce que l’on voit sur la gure 2.5
donnant cette barriŁre pour le rØaction 24Mg+16O en fonction de l’orientation initiale du
noyau dØformØ2. Sur cette gure, l’angle ϕ0 est l’orientation initiale. L’orientation est
dØnie par l’angle entre l’axe de dØformation et l’axe de collision comme l’illustre la
gure 2.6. Ces calculs ont ØtØ menØs à l’aide du code TDHF de Bonche [Kim97] et la
paramØtrisation de la force effective de Skyrme Skm∗ [Bar85] (voir annexe C) avec une
distance initiale entre les deux noyaux de 20 fm. On note une diffØrence de l’ordre de 15%
sur la hauteur de la barriŁre entre les deux congurations extrŒmes.
Ainsi nous sommes en prØsence de deux effets en compØtition. En effet, si la con-
guration ϕ0 = pi2 permet d’atteindre dans le cas de ce noyau allongØ une conguration
plus compacte et donc de s’affranchir au moins en partie de la dissipation, c’est aussi
celle qui va correspondre à la valeur maximale de la barriŁre de fusion. Ceci provient du
fait que dans la conguration compacte, la distance relative moyenne entre les charges
des deux noyaux est plus petite que dans la conguration non compacte. La rØpulsion
Coulombienne qui dØcroît avec la distance est donc plus importante pour la conguration
compacte, ce qui correspond à une barriŁre plus ØlevØe. En d’autres termes, cette con-
guration dØfavorise la fusion des noyaux lØgers à cause de la hauteur de la barriŁre, mais
2Lss calculs HF statiques effectués avec le programme de P. Bonche prédisent un 24Mg allongé. La
déformation obtenue β2 = 0.40 est voisine de ce que donne le calcul en champ moyen relativiste de la
référence [Lal99] β2 = 0.416 , mais ne correspond pas à l’expérience qui donne une déformation aplatie
[Rag89].
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pour les lourds respectant le critŁre Z1Z2 > 1800 discuttØ prØcØdemment, la dissipation
est telle qu’il est plus facile pour le systŁme de franchir une barriŁre si son Ønergie ci-
nØtique se dissipe peu, mŒme si la barriŁre est plus ØlevØe. La conguration compacte
devient alors la plus favorable pour la fusion.
FIG. 2.5  BarriŁres de fusion pour la rØaction 24Mg+16O pour diffØrentes orientations
initiales du 24Mg (β2 = 0.4).
La discussion prØcØdente illustre l’importance de l’orientation du noyau dØformØ sur
la position et la hauteur de la barriŁre. Dans le cas de rØactions impliquant un noyau
dØformØ (allongØ ou aplati) avec un noyau sphØrique et dans lesquelles Z1Z2 > 1800,
les congurations augmentant la probabilitØ de passer le point selle sont illustrØes sur la
gure 2.7. Dans une vision simple oø seules les trois orientations de la gure 2.7 sont
considØrØes, un noyau avec une dØformation allongØe a une probabilitØ deux fois plus
grande de fusionner qu’un noyau aplati de charge et de dØformation absolue Øquivalentes.
Toutefois l’axe de dØformation peut prendre toutes les directions de l’espace et n’est pas
limitØ à seulement trois d’entre elles. Il existe une gamme d’angles entre l’axe de dØfor-
mation et l’axe de collision qui permettra la fusion. Or cette gamme dØpend de la nature et
de l’intensitØ de la dØformation. Cependant que dire de l’approximation d’ØquiprobabilitØ
de chacune des orientations ? Comment les noyaux se rØorientent-ils au cours de la rØac-
tion ? Nous allons maintenant Øtudier ce point important pour les estimations de sections
efcaces de rØactions impliquant des noyaux dØformØs.
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Allongé Aplati
FIG. 2.6  DØnition de l’orientation ϕ. L’axe (∆) est l’axe de dØformation du noyau et
~V est sa vitesse.
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FIG. 2.7  DiffØrentes orientations favorables (oui) ou dØfavorables (non) au passage
du point selle dans le cas d’un noyau allongØ ou aplati.
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2.2 Couplage aux Øtats rotationnels
2.2.1 Etat de l’art
La probabilitØ d’orientation d’un noyau dØformØ est, en l’absence d’un partenaire de
collision, isotrope. Cette isotropie peut-Œtre brisØe par le champ Coulombien du parte-
naire de collision qui, agissant à distance, peut modier l’orientation des noyaux. Prenons
le cas d’un noyau allongØ. Ses deux extrŒmitØs sont, sauf orientations particuliŁres, à des
distances diffØrentes de l’autre noyau. Puisque la force Coulombienne dØcroît avec la dis-
tance, les deux extrŒmitØs ne subissent pas la mŒme rØpulsion Coulombienne. Le moment
total des forces est donc non nul et le noyau subit un couple tendant à le mettre en rotation
comme l’illustre la gure 2.8. Le champ Coulombien couple ainsi la distance relative entre
les deux noyaux aux Øtats excitØs rotationnels du noyau dØformØ. Bien que les couplages
aux Øtats vibrationnels aient ØtØ trŁs largement ØtudiØs qu’il s’agisse du mouvement de
vibration de point zØro [Esb81] ou des Øtats excitØs [Mor94, Lei95, Ste95, Son98, Ste00,
New01, Tro01] an de comprendre leur inuence sur la barriŁre de fusion, seuls les cou-
plages à la déformation statique de l’état fondamental [Won73, Sto80, Wei91, Lem93,
Bie96, Lag00, Mor01] ont ØtØ exhaustivement ØtudiØs dans le cadre du formalisme des
voies couplØes [Das83]. On peut cependant noter les travaux de Hagino et al. [Hag95]
et ceux de Rumin [Rum01] qui discutent l’effet de possibles couplages aux Øtats excitØs
rotationnels lors du passage de la barriŁre.
IntØressons nous au cas d’une collision centrale impliquant un projectile dØformØ (à
symØtrie axiale) dont les nombres de neutrons et de protons sont pairs. Son Øtat fonda-
mental est donc de moment angulaire nul et de paritØ positive (Jpi = O+). Dans cette
approche semi-classique, il peut Œtre vu comme une superposition de toutes les orienta-
tions possibles d’un noyau dØformØ dans son rØfØrentiel intrinsŁque. Notons sa probabilitØ
de passer la barriŁre P0+ .
On peut aussi s’intØresser à la probabilitØ de passer la barriŁre pour une orientation
particuliŁre du projectile dØnie par l’angle ϕ entre l’axe de dØformation et l’axe de col-
lision. Puisque ϕ peut varier continument, la probabilitØ de fusion pour une orientation
comprise entre ϕ et ϕ + dϕ s’Øcrit dP (ϕ)
dϕ
dϕ. D’autre part, toutes les orientations Øtant
Øquiprobables, et si l’on considŁre que les diffØrentes orientations n’interfŁrent pas, alors
la probabilitØ de fusion de l’Øtat fondamental s’Øcrit
P0+ =
∫ pi
2
ϕ=0
dϕ sinϕ
dP (ϕ)
dϕ
et la section efcace de fusion est liØe directement à sa probabilitØ de passer la barriŁre
σ0+ ∼ P0+ .
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σ0+ est alors reliØe à la section efcace de fusion associØe à l’orientation ϕ et qui s’Øcrit
dσ(ϕ)
dϕ
dϕ par la relation
σ0+ =
∫ pi
2
ϕ=0
dϕ sinϕ
dσ(ϕ)
dϕ
. (2.1)
Si l’angle ϕ est constant tout au long de la collision, i. e. si la probabilitØ P (ϕ) est
calculØe pour une orientation constante, cela revient à ne considØrer aucun couplage entre
le mouvement relatif et les excitations internes (rotationnelle) du noyau dØformØ. Dans
ce cas l’Øquation 2.1 ainsi obtenue est appelØe formule d’orientation moyenne [Rum01].
Notons qu’il s’agit d’une section efcace classique.
ConsidØrons maintenant le cas oø le mouvement relatif entre les noyaux se couple
aux Øtats excitØs de la bande rotationnelle. La distribution des orientations des axes de
dØformation est bien entendu isotrope lorsque les deux noyaux sont à une distance innie
puisque le noyau dØformØ est dans son Øtat fondamental 0+. Cependant cette distribu-
tion peut ne plus Œtre isotrope au point de contact à cause des couplages. On peut alors
soit considØrer que ϕ est l’orientation initiale et changer P (ϕ) pour prendre en compte
la rØorientation, soit considØrer que ϕ est l’orientation au point de contact et donc rem-
placer dans l’Øquation 2.1 le facteur sinϕ par une distribution f(ϕ) prenant en compte
cette Øventuelle anisotropie. C’est ce que propose Rumin [Rum01] dans son Øtude des
couplages lors du passage de la barriŁre.
On a vu dans la partie 2.1 que la barriŁre pouvait dØpendre de l’orientation du noyau
dØformØ au point de contact. Il est donc Øvident que la distribution des orientations du
noyau dØformØ va jouer un rôle sur la section efcace de fusion.
FIG. 2.8  Illustration schØmatique du phØnomŁne de rØorientation du noyau dØformØ.
Ce couplage aux Øtats excitØs rotationnels est gØnØralement nØgligØ dans la littØrature.
C’est par exemple ce que fait Mitsuoka lorsqu’il analyse les rØactions 32S + 182W(β2 =
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0.28) et 60Ni + 154Sm(β2 = 0.32) à des Ønergies sous Coulombiennes [Mit00], ou en-
core Nishio pour la rØaction 76Ge + 150Nd(β2 = 0.358) [Nis00, Nis01]. Mitsuoka jus-
tie ce traitement en s’appuyant sur les travaux de Holm, Scheid et Greiner en 1969
[Hol69]. Dans cet article, les auteurs utilisent un modŁle dynamique pour calculer la rØ-
orientation lors d’une diffusion Ølastique 158Gd+238U. Lorsque l’Ønergie incidente est
sous-Coulombienne (Efaisceau = 566 MeV, EBarriŁre = 609.7 MeV), et avec des orien-
tations initiales pour le projectile et la cible ϕproj.0 = −ϕcible0 = 6o, la rØorientation cal-
culØe est faible : |∆ϕproj| = 5o et ∣∣∆ϕcible∣∣ = 3o. Par contre, à l’Ønergie de la barriŁre
et lorsque ϕproj.0 = −ϕcible0 = 45o, la rØorientation calculØe devient trŁs signicative :
|∆ϕproj| = 11.3o et ∣∣∆ϕcible∣∣ = 17.5o.
Cette rØorientation a aussi ØtØ prØdite par Wilets, Guth et Tenn en 1967 [Wil67] qui
proposŁrent de rØaliser la ssion de l’238U induite par excitation Coulombienne. Comme
on le voit sur la gure 2.9 tirØe de leur article, la rØorientation peut Œtre dØduite par la me-
sure de la distribution angulaire des fragments de ssion. Ils prØdisent ainsi une Ømission
des fragments piquØe à 90 ◦ de l’axe de collision. Il serait cependant difcile d’attribuer
l’anisotropie de cette distribution angulaire à la rØorientation puisqu’elle peut aussi cor-
respondre au fait que la ssion induite est favorisØe pour une orientation initiale voisine
de 90 ◦.
Il est aussi intØressant de noter que, lors d’un commentaire d’un article de Bierman
et al. [Bie96] examinant les rØactions 40Ca + 192Os(β2 = 0.167), 194Pt(β2 = −0.154)
pour comparer les effets de dØformations allongØes et aplaties sur la fusion, Dasso et
Fernàndez-Niello [Das97] remarquŁrent que leurs calculs des distributions de barriŁre
dans les cas allongØ et aplati reØtaient un calcul de poids des angles solides qui n’est
pas dØtaillØ dans l’article de Bierman. Il semble que Bierman ait utilisØ une distribution
isotrope, calculant ainsi uniquement les effets de la dØformation statique du fondamental
sur la distribution de barriŁre.
D’un autre côtØ, V. Yu Denisov et W. Nörenberg [Den02] supposŁrent que le noyau
dØformØ se rØorientait complŁtement à cause de l’interaction Coulombienne, amenant
ainsi le systŁme à la conguration la plus compacte quelle que soit l’orientation initiale ϕ0.
Leur hypothŁse se base sur la longue portØe de l’interaction Coulombienne, ce qui est vrai
dans un calcul adiabatique oø le systŁme est à chaque instant dans une conguration qui
minimise l’Ønergie. Selon eux, mŒme à grande distance entre les partenaires de collision,
l’orientation du noyau dØformØ est telle que l’angle entre l’axe de dØformation et l’axe
dØni par les deux centres de masse des noyaux est 90 ◦ pour un noyau allongØ et 0 ◦ pour
un noyau aplati. Cependant, bien que l’interaction Coulombienne soit à longue portØe,
elle dØcroit avec la distance et une Øtude plus approfondie est nØcessaire pour dØterminer
si la dynamique est effectivement adiabatique.
On voit l’importance de quantier la rØorientation pour ce genre de calcul, en plus bien
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FIG. 2.9  Fission de l’238U induite par excitation Coulombienne. A1 est le nombre de
nuclØons du projectile, ∆β est la variation du paramŁtre de dØformation entre l’Øtat fonda-
mental et le point de ssion, ` est le moment d’inertie pris proportionnel à la dØformation
et E est l’Ønergie du projectile.
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entendu de l’intØrŒt qui peut Œtre portØ à la comprØhension des mØcanismes de couplages
entre degrØs de libertØ internes et externes. C’est l’objet des deux chapitres suivants.
2.2.2 Calculs numériques de la dynamique de réorientation
Dans la suite nous allons dØterminer les trajectoires classiques qui dØterminent la posi-
tion et l’orientation d’un noyau dØformØ durant l’approche vers son partenaire de collision
que nous supposons sphØrique. Les effets de la dØformation et de la masse des partenaires
de collision sur la rØorientation sont ØtudiØs à l’aide d’un code de simulation classique.
Nous ne nous limitons ici qu’à l’observation de ces effets, leur interprØtation sera dØtaillØe
dans la partie suivante grâce à un calcul analytique.
Hypothèses et paramètres du calcul
Nous nous limitons ici au paramŁtre d’impact nul et considØrons un noyau rigide an
de nous affranchir des couplages aux Øtats vibrationnels. Cette hypothŁse constitue une
bonne approximation car des calculs dynamiques ont montrØ que les effets de la dØforma-
bilitØ Øtaient nØgligeables par rapport à ceux de la dØformation statique [Wil67, Hol69,
Hol70, Jen70, Rei70]. Les calculs sont rØalisØs pour un noyau à bords francs ce qui n’est
supposØ avoir que peu d’inuence sur les rØsultats pour l’effet Coulombien considØrØ. Le
partenaire de collision n’intervient quant à lui que par son champ Coulombien. La surface
du noyau dØformØ est paramØtrisØe par l’Øquation
R(θ) = r0A1
1
3
√
cos2 θ
(1− ε)4 + (1− ε)
2 sin2 θ (2.2)
oø r0 = 1.2 fm. θ est l’angle radial entre son axe de dØformation et la droite (OM ) oø O
est le centre du noyau et M dØsigne un point de la surface (OM = R(θ)). Dans la limite
oø ε << 1, on retrouve la dØnition usuelle du paramŁtre de dØformation ε pour un noyau
possØdant une dØformation quadrupolaire
R⊥ = R0(1− ε)
R‖ = R0(1 + 2ε) (2.3)
oøR⊥ et R‖ dØsignent les distances du centre à la surface le long d’un axe respectivement
perpendiculaire et parallŁle à l’axe de dØformation. Le paramŁtre de dØformation est reliØ
au coefcient de dØformation quadrupolaire de Hill-Wheeler β2 [Hil53] par la relation
ε =
√
5
16pi
β2 [Boh75].
Nous nous plaçons dans le rØfØrentiel propre du noyau dØformØ et nous utiliserons
un rØseau cartØsien de pas 0.5 fm pour discrØtiser la densitØ du noyau. Ce dernier est
donc solidaire du rØseau et ce sont les coordonnØes polaires du centre de masse de son
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partenaire de collision sphØrique qui sont calculØes à chaque itØration (ϕ l’angle entre
l’axe de dØformation et l’axe de collision et D la distance entre les deux centres de masse,
voir gure 2.17). Le choix de ce rØfØrentiel permet d’avoir une prØcision sur ϕ limitØe
par la prØcision de la machine et non par le pas du rØseau3, ce qui aurait ØtØ le cas si le
noyau dØformØ tournait sur le rØseau puisqu’alors une faible variation de l’angle ϕ peut
laisser inchangØe la distribution des points du rØseau occuppØs par le noyau. Enn le pas
en temps est de 0.45 fm/c et la distance initiale entre les centres des noyaux est xØe à 50
fm sauf indication contraire.
En nØgligeant l’Ønergie de rotation du noyau dØformØ devant l’Ønergie cinØtique, l’Øqua-
tion classique du mouvement est donnØe par
µD¨(t) =
∑
i
fi
oø µ = m A1A2
A1+A2
est une bonne approxiation de la masse rØduite du systŁme tant que
l’interaction nuclØaire n’entre pas en jeu, m la masse du nuclØon et fi est la force Cou-
lombienne exercØe par le noyau sphØrique sur le point i du rØseau occupØ par le projectile.
En nØgligeant la taille du noyau devant la distance entre les centres d’inertie D des deux
noyaux, on obtient
µD¨(t) =
Z1Z2e
2
D2
. (2.4)
Z1 et Z2 sont les nombres de protons du noyau dØformØ et sphØrique respectivement.
Une seconde Øquation pour le mouvement de rotation est donnØe par
Iϕ¨(t) =M (2.5)
oø I est le moment d’inertie par rapport à un axe perpendiculaire à l’axe de dØformation.
M = (∑i ri ∧ fi) .uRot. est le moment des forces Coulombiennes par rapport à l’axe de
rotation dont uRot. est un vecteur unitaire. uRot. est perpendiculaire au plan formØ par
l’axe de dØformation du noyau et l’axe de collision. ri est le vecteur position du point
i. Nous prenons pour commencer l’Ønergie du systŁme comme Øtant celle de la barriŁre
calculØe pour deux noyaux sphØriques B = Z1Z2e2
r0(A
1
3
1 +A
1
3
2 )
.
Cas allongé et aplati
Nous Øtudions tout d’abord la rØorientation de noyaux lourds dans les cas allongØ
et aplati en prenant l’exemple des deux systŁmes ØtudiØs par Bierman [Bie96], à savoir
40Ca + 192Os, 194Pt oø le 40Ca est un noyau sphØrique, l’192Os est un noyau allongØ de
paramŁtre de dØformation ε = 0.0557 et le 194Pt est aplati ε = −0.0513. La gure 2.10
3Les coordonnées du partenaire de collision sphérique ne sont en effet pas astreintes à correspondre à
un point du réseau
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prØsente l’evolution de l’orientation au cours de la phase d’approche en fonction de la
distance entre les deux noyaux dans le cas allongØ (ligne pleine) et aplati (ligne tiretØe)
avec une orientation initiale ϕ0 = 45◦. Les calculs sont stoppØs lorsque la vitesse relative
s’annule, ce qui correspond au point de contact puisque l’Ønergie incidente est celle de
la barriŁre (nous ne prenons donc en compte que l’interaction Coulombienne et non l’in-
teraction nuclØaire). On voit que les noyaux n’ont qu’une faible rØorientation. L’essentiel
de la rØorientation à lieu dans la phase nale d’approche pour D <∼15 fm, mais les trajec-
toires dans les cas allongØ et aplati commencent à diffØrer de façon notable à une distance
D ∼ 35 fm.
allongé
aplati
FIG. 2.10  RØorientation de l’192Os (ligne pleine) et du 194Pt en fonction de la distance
D pour une orientation initiale ϕ0 = 45 ◦.
Le sens de la rØorientation dØpend du signe du paramŁtre de dØformation : l’angle
ϕ augmente pour le noyau allongØ, et diminue pour l’aplati. Ceci est dß au fait que la
position d’Øquilibre stable correspond à un angle ϕeq = 90o pour le noyau allongØ et
ϕeq = 0
o pour le noyau aplati, toute variation d’un angle δϕ par rapport à ces congura-
tions engendre un couple qui tente à ramener le noyau dans ces positions. Il est cependant
important de noter que la dynamique ne laisse pas le temps à ces positions d’Øquilibre
d’Œtre atteinte. En effet, l’angle nal du noyau allongØ est 46.7 ◦ et 43.6 ◦ pour l’aplati,
soit une rØorientation nale ∆ϕ = ϕtouch.−ϕ0 = 1.7 ◦ et −1.4 ◦ respectivement. L’hypo-
thŁse de Denisov [Den02] d’une rØorientation complŁte n’est a priori pas valide puisque
l’orientation nale ne correspond pas à la position d’Øquilibre 4
4Puisque l’interaction Coulombienne est de portée infinie, nous pourrions nous demander si ces conclu-
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La gure 2.11 montre cette rØorientation en fonction de l’orientation initiale. On voit
qu’elle ne dØpasse pas 2 ◦ en valeur absolue. Elle s’annule pour ϕ0 = 0o et ϕ0 = 90o
qui sont des positions d’Øquilibre instable et stable respectivement pour le cas allongØ, et
inversement pour le cas aplati. Ceci n’est vrai qu’à paramŁtre d’impact nul, l’argument de
symØtrie n’Øtant plus valable pour des collisions non frontales.
allongé
aplati
FIG. 2.11  RØorientation nale ∆ϕ de l’192Os (ligne pleine) et du 194Pt (pointillØs) en
fonction de l’orientation initiale ϕ0.
En consØquence, on peut afrmer que d’un point de vue classique il y a bel et bien un
couplage entre la distance sØparant les noyaux et les Øtats excités rotationnels du noyau
dØformØ puisqu’une rØorientation apparait par l’intermØdiaire du champ Coulombien du
partenaire de collision, brisant ainsi l’isotropie d’orientation du noyau dØformØ au point
de contact. Cependant ce couplage reste faible dans le cas de l’expØrience de Bierman
puisque la rØorientation maximale n’excŁde pas 2o. Il est donc justiØ dans leur cas de la
nØgliger lors du calcul de la distribution de barriŁre et de se limiter au cas isotrope.
Evolution en fonction de la déformation
Nous allons maintenant nous intØresser à l’Øvolution de la rØorientation en fonction
de l’amplitude de la dØformation. La gure 2.12 reprend les mŒmes rØactions aux mŒmes
conditions que la gure 2.11 mais avec des dØformations trois fois plus grandes. On voit
sions dépendent du temps auquel est commencés le calcul. Toutefois les résultats numériques seront confir-
més par les calculs analytiques qui prennent en compte la dynamique depuis t → −∞ comme on peut le
voir sur la figure 2.18.
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bien sur que dans ce cas la rØorientation est plus importante, la rØorientation maximale
Øtant multipliØe par un facteur ∼ 2.8 dans le cas allongØ et ∼ 2.3 dans le cas aplati.
On remarque cependant sur cette gure un dØplacement de la position de la rØorientation
maximale. En effet, alors qu’initialement les courbes Øtaient à peu prŁs centrØes autour de
ϕ0 = 45
o
, une augmentation de la dØformation a pour effet de les dØcentrer. Les maxima
(en valeur absolue) sont atteints pour ϕ0 ≈ 34 o pour le noyau allongØ et ϕ0 ≈ 53 o pour
l’aplati. Ceci peut s’expliquer par le fait qu’en augmentant la dØformation, on augmente
l’instabilitØ de l’Øquilibre à ϕ = 0 o pour les formes allongØes et 90 o pour les formes
aplaties.
allongé
aplati
FIG. 2.12  Idem gure 2.11 avec une dØformation des noyaux multipliØe par trois.
Si on continue à augmenter le paramŁtre de dØformation, la rØorientation sature comme
le montre la gure 2.13. Cette gure est obtenue en faisant varier le paramŁtre de dØfor-
mation ε de l’192Os et en lui imposant une orientation initiale ϕ0 = 45 o. On observe
une augmentation linØaire de la rØorientation pour les faibles dØformations, puis une sa-
turation. Il semblerait ainsi que pour ce systŁme, la rØorientation maximale autorisØe soit
d’environ 6o pour une orientation initiale de 45o, et ce quelle que soit la dØformation
imposØe. Cette saturation peut s’interprØter par la compØtition entre deux quantitØs qui
augmentent avec la dØformation :
 le couple exercØ par la force Coulombienne qui favorise la rotation
 le moment d’inertie qui freine la mise en rotation.
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FIG. 2.13  Evolution de la rØorientation de l’192Os en fonction de sa dØformation pour
une orientation initiale de 45 o.
Influence de la masse du noyau déformé
IntØressons nous maintenant à l’inuence de la masse du noyau dØformØ sur la rØorien-
tation. Le tableau 2.1 donne les paramŁtres de dØformation de certains noyaux allongØs
stables dØduits de mesures expØrimentales du moment quadrupolaire Ølectrique obtenues
dans la rØfØrence [Rag89]. Le dØveloppement au premier ordre en β2 du moment quadru-
polaire Ølectrique a pour expression [Boh75]
Q20 ≈ 3√
5pi
Zr20A
2
3β2.
La rØorientation des noyaux de la table 2.1 dans le champ Coulombien du 40Ca, toujours
noyau 10B 25Mg 47Ti 59Co 115In 153Eu 176Lu 235U
ε 0.106 0.057 0.029 0.029 0.020 0.039 0.064 0.050
TAB. 2.1  Valeurs du paramŁtre de dØformation ε pour diffØrents noyaux allongØs de la
vallØe de stabilitØ.
dans le cas d’une collision frontale à l’Ønergie de la barriŁre, est reprØsentØe par des croix
sur la gure 2.14. Les rØorientations de ces noyaux obtenues dans l’hypothŁse oø ils
ont tous le mŒme paramŁtre de dØformation ε = 0.05 sont prØsentØes par des Øtoiles. La
courbe est un ajustement en a
b+A1
de ces rØsultats. On note que la rØorientation dØcroit avec
la masse du noyau dØformØ et tend vers 0. On peut noter le bon accord entre l’ajustement
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et les points obtenus par la simulation. La forme de la fonction choisie pour l’ajustement
sera justiØe par des calculs analytiques dans la partie 2.2.3.
FIG. 2.14  Evolution de la rØorientation de noyaux allongØs de la vallØe de stabilitØ en
fonction de leur nombre de masse A1. Le partenaire de collision est le 40Ca, l’Ønergie est
celle de la barriŁre et l’orientation initiale est ϕ0 = 45 o. Les points (+) sont obtenus pour
la dØformation mesurØe expØrimentalement de ces noyaux tandis que les points (*) le sont
pour une dØformation constante ε = 0.05. La courbe est un ajustement en a
b+A1
des points
(*).
Influence de la masse du partenaire de collision sphérique
Que se passe-t-il si le partenaire de collision est un noyau sphØrique plus lourd que le
40Ca ? Nous observons sur la gure 2.15 que la rØorientation augmente avec la masse du
partenaire de collision. La courbe est un ajustement en a′A2
b′+A2
, forme qui sera expliquØe
dans la partie 2.2.3. Comme on peut le voir, elle reproduit bien l’Øvolution observØe.
Evolution en fonction de l’énergie
L’Ønergie du centre de masse est le dernier paramŁtre que nous n’avons pas encore
fait varier dans le cadre des collisions centrales. La gure 2.16 montre l’Øvolution de la
rØorientation de l’192Os envoyØ sur un noyau de 40Ca avec une orientation initiale de 45o.
DiffØrentes Ønergies sont considØrØes entre la moitiØ de la barriŁre et la barriŁre pour rester
à des distances toujours supØrieures ou Øgales à celle du point de contact. La distance
initiale entre les partenaires de collision est de 200 fm. Des distances plus grandes que 50
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FIG. 2.15  Evolution de la rØorientation du 192Os en fonction de la masse du partenaire
de collision (A2) pour une orientation initiale ϕ0 = 45 o. La courbe est un ajustement en
a′A2
b′+A2
.
fm sont en effet nØcessaires pour les basses Ønergies car la vitesse l’annule à une distance
plus grande qu’à la barriŁre, et donc la rØorientation a lieu plus loin du partenaire de
collision. On voit que la rØorientation nale est indØpendante de l’Ønergie, et cela malgrØ
le fait que la distance minimale d’approche diminue et donc la rØpulsion Coulombienne
augmente avec l’Ønergie.
Résumé des résultats numériques
Nous avons vu que la rØorientation Øvoluait en fonction de diffØrents facteurs comme
la dØformation ou la masse des partenaires de collisions. La rØorientation Øvolue d’abord
linØairement avec la dØformation puis sature. Elle dØcroît avec la masse du noyau dØ-
formØ et croît avec celle du noyau sphØrique. Ces Øvolutions sont bien reproduites par les
fonctions a
b+A1
et a
′A2
b′+A2
respectivement. Nous allons maintenant dØriver une expression
analytique de la rØorientation an de distinguer quels sont les diffØrents facteurs interve-
nant dans l’expression de celle-ci.
2.2.3 Calcul analytique
Dans cette partie nous allons dØriver une Øquation approximant au premier ordre de
la dØformation l’Øvolution classique de l’orientation ϕ en fonction de la distance entre les
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FIG. 2.16  Evolution de la rØorientation du 192Os sur le 40Ca en fonction de l’Ønergie
pour une orientation initiale ϕ0 = 45 o.
deux partenaires de collision D. An d’Øtablir une expression de l’orientation maximale,
nous allons considØrer une orientation initiale ϕ0 = 45o.
ϕ
D
Y
Z
X
O
FIG. 2.17  DØnitions de l’angle ϕ, de la distance D et du repŁre (O;x, y, z) solidaire
du noyau dØformØ.
Pour cela, commençons par exprimer le moment d’inertie I du noyau dØformØ par
rapport à l’axe x perpendiculaire à l’axe de dØformation z et à l’axe de collision (voir
gure 2.17).
I = m
∫
d3r ρ(r)(y2 + z2)
oø ρ est la densitØ nuclØaire, m la masse nuclØonique. DØnissons θ et φ les angles radial
et azimutal des coordonnØes sphØriques centrØs sur le noyau dØformØ.
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La densitØ nuclØaire est supposØe constante dans le volume du noyau dØni par l’Øqua-
tion 2.2 et vaut
ρ0 =
(
4
3
pir30
)−1
.
Le calcul du moment cinØtique donne ainsi au premier ordre en ε
I = 2
5
mr20A
5
3 (1 + ε).
De maniŁre consistente avec l’approximation au premier ordre en ε, seul sera conservØ
le premier ordre en r/D oø r est la distance entre le centre du noyau dØformØ et un de ses
points. Notons la projection d sur l’axe de collision de son vecteur position r ≡ (x, y, z).
Ainsi la distance D′ entre le centre du noyau sphØrique et un point du noyau dØformØ
s’Øcrit
D′2 = r2 +D2 + 2dD ' D2
(
1 + 2
d
D
)
.
On en dØduit l’intensitØ de la densitØ volumique de la force Coulombienne en ce point
f =
e2Z2
D′2
ρ0
Z1
A1
=
F0ρ0
A1(1 + 2
d
D
)
' F0ρ0
A1
(
1− 2 d
D
)
oø
F0 =
e2Z1Z2
D2
est la force que subirait le noyau s’il Øtait ponctuel. Le moment des forces Coulombienne
par rapport à x s’Øcrit ainsi
M = F0ρ0
A1
∫∫∫
noyau
d3r
(
1− 2d(y, z)
D
)
(z sinϕ− y cosϕ) .
On obtient ainsi au premier ordre en ε
M' 12
5D3
e2Z1Z2A
2
3
1 r
2
0 cosϕ sinϕ ε.
D’autre part on peut supposer faible la variation δϕ = ϕ − ϕ0 oø ϕ0 = pi2 puisque la
rØorientation nale ∆ϕ ≥ δϕ est elle mŒme petite. Dans ce cas on a
cosϕ sinϕ ' 1
2
− δϕ2.
L’Øquation 2.5 devient ainsi au premier ordre en δϕ et en ε
ϕ¨(t) ' 3Z1Z2e
2ε
mA1D3
(2.6)
Exprimons maintenant l’Øquation diffØrentielle qui rØgit l’Øvolution de l’angle ϕ non
plus en fonction du temps, mais en fonction de la distanceD. Pour cela Øcrivons la conser-
vation de l’Ønergie en nØgligeant l’Ønergie de rotation(
D˙(t)
)2
=
2
µ
(
E − e
2Z1Z2
D
)
(2.7)
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oø E est l’Ønergie totale du systŁme. La dØrivØe temporelle seconde dans l’Øquation 2.6
peut Œtre remplacØe par des dØrivØes spatiales à l’aide de la relation
∂2
∂t2
=
∂2D
∂t2
∂
∂D
+
(
∂D
∂t
)2
∂2
∂D2
.
D¨(t) est donnØ par l’Øquation 2.4) et D˙2 s’obtient à partir de l’Øquation 2.7. L’Øquation
2.6 devient alors
Z1Z2e
2
µD2
∂ϕ
∂D
+
2
µ
(
E − e
2Z1Z2
D
)
∂2ϕ
∂D2
=
3Z1Z2e
2ε
mA1D3
.
En notant D0 = e
2Z1Z2
E
la distance minimale d’approche, on obtient ainsi
∂ϕ(D)
∂D
+ 2D
(
D
D0
− 1
)
∂2ϕ(D)
∂D2
=
3ε
D
A2
A1 + A2
.
Cette Øquation diffØrentielle peut Œtre rØØcrite en fonction de la variable adimensionnelle
ξ = D
D0
en utilisant ∂
∂D
= 1
D0
∂
∂ξ
∂ϕ(ξ)
∂ξ
+ 2ξ (ξ − 1) ∂
2ϕ(ξ)
∂ξ2
=
3ε
ξ
A2
A1 + A2
. (2.8)
On peut d’ores et dØjà noter deux particularitØs frappantes dans l’Øquation 2.8 :
 la charge des noyaux n’y apparait pas explicitement, seulement par l’intermØdiaire
des nombres de masse A1 et A2.
 l’Ønergie n’y est prØsente que par l’intermØdiaire de la variable ξ.
Ce deuxiŁme point a toute son importance puisque la rØorientation nale dØnie par ∆ϕ =
ϕ(ξ = 1)−ϕ0 oø ϕ0 = limξ→+∞ ϕ(ξ) est donc indépendante de l’énergie du projectile,
ce qui concorde avec les rØsultats numØriques de la partie 2.2.2. D’autre part, le fait que
la charge n’apparaisse pas non plus explicitement est tout aussi surprenant et signie
que deux isobares, qu’il s’agisse du noyau dØformØ ou du noyau sphØrique, donneront
la mŒme rØorientation. La masse des noyaux n’apparait quant à elle que grâce à un effet
de masse effective. Notons enn l’analogie entre le facteur A2
A1+A2
et les deux fonctions
utilisØes pour les ajustements des rØsultats de la simulation.
La rØsolution de l’Øquation 2.8 se fait tout d’abord en posant Φ(ξ) = ϕ˙(ξ) et en
utilisant la mØthode de la variation de la constante. On obtient la solution
Φ(ξ) = λ
√
ξ
ξ − 1 + ε
A2
A1 + A2
(
1
ξ
+ 2
)
oø λ est une constante que l’on dØtermine à l’aide des conditions aux limites. A l’inni,
l’orientation est xØe et ne varie pas, donc limξ→+∞Φ(ξ) = 0 et λ = −2ε A2A1+A2 . On en
dØduit l’orientation
ϕ(ξ) =
∫
dξ Φ(ξ)
= K + 2ε
A2
A1 + A2
[
ξ −
√
ξ2 − ξ − 2 ln
(
1 +
√
1− 1
ξ
)]
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oø K est une constante d’intØgration dØterminØe par la condition limite limξ→+∞ ϕ(ξ) =
ϕ0. On obtient
K = ϕ0 − ε A2
A1 + A2
(1− 4 ln 2) .
On en dØduit l’orientation en fonction de ξ
ϕ(ξ) = ϕ0 + 2ε
A2
A1 + A2
ξ −√ξ2 − ξ + 2 ln
 2
1 +
√
1− 1
ξ
− 1
2
 . (2.9)
La rØorientation nale s’Øcrit quant à elle
∆ϕ(ξ = 1) = ε
A2
A1 + A2
(1 + 4 ln 2) . (2.10)
La gure 2.18 donne une comparaison entre l’orientation obtenue par l’expression 2.9
et un calcul numØrique pour la rØaction 192Os+208Pb. La distance initiale entre les deux
noyaux est de 1000 fm pour le calcul numØrique an de prendre en compte au maximum
les effets de la longue portØe de l’interaction Coulombienne. On voit que les deux courbes
sont trŁs voisines, ce qui justie à postØriori de se limiter au premier ordre en ε. La lØ-
gŁre diffØrence sur la rØorientation nale entre les deux calculs est attribuØe aux ordres
supØrieurs en ε qui attØnuent la rØorientation comme nous l’avons relevØ sur la gure 2.13.
FIG. 2.18  Evolution de l’orientation du 192Os en fonction de la distanceD. Le partenaire
de collision sphØrique est le 208Pb et l’orientation initiale est ϕ0 = 45 o. En trait plein :
rØsultat de la simulation numØrique. En trait pointillØ : rØsultat analytique (Øquation 2.9).
On voit que la rØorientation nale (Øq. 2.10) n’est pas directement fonction de la
charge des partenaires de collision mais dØpend de leurs masses par le facteur A2
A1+A2
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qui est un effet de masse rØduite. Cela indique que la rØorientation sera maximale pour
un noyau dØformØ lØger sur un noyau lourd. Ainsi deux noyaux lØgers, de dØformation
voisine mais de charges diffØrentes envoyØs sur un noyau lourd tel que le 208Pb subiront
à peu prŁs la mŒme rØorientation. Ce facteur multiplicatif explique le bon accord des
ajustements en a
b+A1
pour l’Øtude en fonction de la masse du noyau dØformØ et en a′A2
b′+A2
pour l’Øtude en fonction de la masse du noyau sphØrique. Les rØsultats de ces ajustements
donnent des valeurs voisines du calcul analytique à partir de l’Øquation 2.10 comme le
montre le tableau 2.2.
paramŁtre ajustement numØrique calcul analytique
a 379 433
b 42.6 40
a′ 8.33 10.8
b′ 156 192
TAB. 2.2  ParamŁtres des ajustements comparØs au calcul analytique
Il peut paraître surprenant que la rØorientation du noyau ne dØpende pas de la charge.
En fait cette propriØtØ rØsulte de l’annulation de deux effets contraires : l’augmentation
du couple sur le noyau dØformØ provoquØe par une charge plus importante est compensØe
par une rØpulsion Coulombienne sur les centres de masse plus importante qui diminue le
temps de collision. La rØorientation nØcessitant un temps ni, une durØe plus courte au
voisinage du partenaire de collision compense ainsi l’effet de l’augmentation du couple
de la force Coulombienne sur la rØorientation nale.
On peut le comprendre simplement avec l’argument suivant. Deux interactions Ølec-
triques gŁrent l’Øvolution du systŁme : l’interaction monopole-monopole (MM ) et l’in-
teraction quadrupole-monopole (QM ). La distance D est principalement inuencØe par
l’interaction MM , l’interaction QM n’Øtant pour ce paramŁtre qu’une faible perturba-
tion. L’orientation ϕ n’est quant à elle gØrØe que par l’interaction QM . Si on estime ces
paramŁtres à un instant donnØ et que l’on xe l’Ønergie du systŁme, alors l’interaction
MM est en Z1Z2/D. On en dØduit que D ∼ Z1Z2. Or l’interaction QM est en Z1Z2ε/D
et la rØorientation à cet instant Øvoluera comme δϕ ∼ Z1Z2ε/D ∼ ε. Cette derniŁre est
donc bien indØpendante de la charge.
De mŒme on vØrie bien que la rØorientation est indØpendante de l’Ønergie (cf Eq.
2.10) puisqu’elle n’intervient pas dans la rØorientation nale comme nous l’avions dØjà
remarquØ grâce à l’Øquation 2.8. Le calcul analytique est donc en accord avec les rØsultats
numØriques de la partie prØcØdente.
Enn, concernant l’effet de la dØformation, on vØrie bien la concordance du calcul
au premier ordre en ε qui donne, pour la rØaction associØe à la gure 2.13 et d’aprŁs
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l’Øquation 2.10
∆ϕ ' 37.3ε (o)
contre une pente à l’origine de 32.3o sur la gure 2.13. Là encore, compte tenu des dif-
fØrentes approximations du calcul analytique, ou de celles dues à la discrØtisation et au
temps ni de la simulation, l’accord est bon. Il est possible d’Øvaluer analytiquement l’in-
uence des ordres supØrieurs en ε sur la rØorientation. Les calculs deviennent cependant
lourds et n’ont que peu d’intØrŒt car ils sont dØja pris en compte dans le calcul numØrique.
Notons aussi que ces ordres supØrieurs en ε n’affectent pas les conclusions prØcØdentes
sur le fait que la rØorientation est indØpendante de la charge et de l’Ønergie.
2.3 Conclusion
Nous avons traitØ dans cette partie une forme de couplage dynamique entre un degrØ
de libertØ externe (distance entre les noyaux) et un degrØ de libertØ interne (Øtats excitØs
rotationnels). Ce couplage, qui intervient grâce à la rØpulsion Coulombienne est faible
dans la majoritØ des cas mais non nul pour des noyaux dØformØs allongØs ou aplatis.
Il peut devenir non nØgligeable dans le cas de noyaux lØgers et dØformØs en collision
avec des noyaux lourds. Ce fait provient uniquement d’un effet de la masse effective,
seule quantitØ avec la dØformation intervenant dans l’expression de la rØorientation. La
rØorientation est aussi indØpendante de l’Ønergie.
Les perspectives de ce travail sont à la fois thØoriques et expØrimentales. D’un point
de vue thØorique, des calculs TDHF sont en cours pour Øtudier la rØorientation tout en
s’affranchissant de l’approximation de rigiditØ du noyau dØformØ. Les trajectoires obte-
nues restent classiques mais la nature quantique des nuclØons est prise en compte, ce qui
permet notamment d’Øventuels changements de forme du noyau.
D’un point de vue expØrimental la rØorientation en tant que telle peut-Œtre ØtudiØe
grâce à la fusion d’un projectile lØger fortement dØformØ avec une cible lourde, tout en
respectant le critŁre Z1Z2 < 1800 pour minimiser le rôle de la dissipation avant le passage
de la barriŁre de fusion. Une comparaison de trois projectiles (un allongØ, un sphØrique
et un aplati) de structures trŁs bien connues serait susceptible de mettre en Øvidence la
rØorientation.
Nous avons proposØ en 2001 une expØrience5 au XTU TANDEM de Legnaro (Italie)
ayant pour but principal d’Øtudier la fusion d’un projectile aplati sur une cible sphØrique.
L’annexe A reprend cette proposition d’expØrience. Cette Øtude s’inscrivait dans la thØma-
tique des noyaux super-lourds, aussi avions nous choisi un systŁme tel que Z1Z2 > 1800.
5Du temps de faisceau nous a été accordé pour tester le dispositif expérimental. Ces tests sont nécessaires
pour obtenir une acceptation complète de l’expérience.
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L’ØventualitØ d’une rØorientation du noyau dØformØ ainsi que son effet sur la fonction
d’excitation y avait ØtØ prise en compte.
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Chapitre 3
Fusion de noyaux faiblement liés en
neutron
3.1 Introduction
3.1.1 Distribution de barrières
Les couplages entre degrØs de libertØ externes tels que le mouvement relatif des
noyaux et degrØs de libertØ internes comme la rotation que nous avons ØtudiØe au chapitre
prØcØdent ou encore la vibration [Esb81, Mor94, Lei95, Ste95, Son98, Ste00, New01,
Tro01] ont des consØquences directes sur la fusion. Le systŁme ne possŁde qu’une bar-
riŁre de fusion dans le cas oø il n’y a pas de couplage. S’il y a un couplage, il n’y a plus
une mais plusieurs barriŁres [Das83].
En mØcanique classique, une particule incidente sur une barriŁre de potentiel V0 ne
peut pas franchir la barriŁre si son Ønergie E est infØrieure à V0, et le peut si E > V0. La
transmission T (E) de cette particule est donc 0 sous la barriŁre et 1 au dessus. La position
de la barriŁre est ainsi donnØe par la quantitØ dT/dE. C’est ce qu’illustre la partie gauche
de la gure 3.1 tirØe de la refØrence [Bal98].
Dans le cas de deux barriŁres, il y aura une transmission non nulle entre les deux
comme l’indique dans le cas classique la partie gauche de la gure 3.2 (tirØe de la rØfØ-
rence [Bal98]). Pour comprendre l’origine de la sØparation des barriŁres, prenons l’exemple
de la dØformation d’un des partenaires de collision. Chaque barriŁre est alors associØe à
une orientation particuliŁre du noyau dØformØ.
L’Øquivalent quantique des cas à une et deux barriŁres sont reprØsentØs sur les parties
droites des gures 3.1 et 3.2 respectivement. On voit que les barriŁres se distribuent sur
toute une gamme d’Ønergie. Les positions des barriŁres sont alors dØnies par les maxima
de dT/dE. Cette derniŁre quantitØ est encore appelØe la distribution de barriŁre et est
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Mécanique Mécanique
QuantiqueClassique
Energie Energie
FIG. 3.1  ReprØsentation schØmatique de la transmission d’une barriŁre de potentiel et
de sa dØrivØe par rapport à l’Ønergie dans le cas classique (gauche) et quantique (droite).
MécaniqueMécanique
Classique Quantique
EnergieEnergie
FIG. 3.2  Idem que la gure 3.1 avec deux barriŁres.
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reliØe à la section efcace de fusion σ(E) par la relation [Row91]
dT
dE
∼ 1
piR2
d2
dE2
(Eσ)
oø le rayon effectif R (distance entre les centres des noyaux à la barriŁre) est supposØ
indØpendant de l’Ønergie.
3.1.2 Effet du transfert de neutron sur la fusion
Le rôle du transfert de neutron sur la section efcace de fusion quant à lui a ØtØ plus
long à mettre en Øvidence que la dØformation et la vibration. Il a pourtant ØtØ proposØ dŁs
1987 par Henning et al. [Hen87]. L’idØe est que le mØcanisme de transfert de neutrons,
qui ne subissent pas la rØpulsion Coulombienne, peut avoir lieu avant la fusion surtout
si le Q de rØaction du mØcanisme de transfert est positif. Il peut y avoir transfert lorsque
les fonctions d’ondes des particules transfØrØes s’Øtendent jusqu’au noyau destinataire.
La probabilitØ de prØsence de la particule est alors rØpartie dans les deux noyaux. Dans
les approches classiques qui considŁrent des noyaux à bords francs, le transfert se traduit
alors par l’apparition d’un col entre les deux partenaires de collision. La fusion peut ainsi
Œtre amorcØe par un ux de nuclØons à travert ce col, ce qui a pour effet d’augmenter la
section efcace de fusion sous-Coulombienne [Ste90, Ste95].
La difcultØ principale est de distinguer le couplage au transfert du couplage à des
Øtats de vibration de basse Ønergie. Une observation de l’effet du transfert sur la fusion
peut se faire en comparant diffØrentes rØactions impliquant diffØrents isotopes du mŒme
ØlØment à condition que les Øtats de faibles Ønergies d’excitation soient voisins dans les
isotopes considØrØs (seule la probabilitØ associØe au transfert change alors). Or en rŁgle
gØnØrale, les Øtats de vibration ont une probabilitØ d’excitation croissante avec la masse de
l’isotope et donc le couplage à ces Øtats y est d’autant plus fort. On peut cependant obtenir
l’Øvolution inverse en considØrant une sØrie d’isotopes pairs-pairs dont le plus lourd est
proche d’une fermeture de couche neutron. Dans ce cas l’effet du couplage aux Øtats
vibrationnels dimminue avec la masse de l’isotope tandis que le Q de rØaction associØ
au transfert augmente, permettant de distinguer la contribution des deux couplages. C’est
ainsi que Sonzogni et al. ont observØ une augmentation de la probabilitØ de fusion sous la
barriŁre avec la masse de l’isotope en Øtudiant les rØactions 40Ca+46,48,50Ti [Son98]. Cette
augmentation Øtait alors attribuØe au couplage entre le mouvement relatif des noyaux et
le transfert.
3.1.3 Couplage au continuum : effet de la cassure du projectile
Enn, en ce qui concerne le couplage à la cassure (en anglais break up), aucune
conclusion dØnitive n’est adoptØe par les communautØs qui travaillent sur ce sujet, et
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aussi bien en thØorie qu’en expØrience.
Théorie
D’un point de vue thØorique, diffØrentes approches amŁnent à peu prŁs au mŒme rØ-
sultat qualitatif, à savoir une rØduction de la fusion au dessus de la barriŁre et une aug-
mentation de la fusion sous-Coulombienne. Un premier type de calcul s’appuie sur le
modŁle optique avec un potentiel de polarisation qui prend en compte le couplage à la
cassure par l’intermØdiaire d’un terme de survie du noyau face à sa cassure [Hus93]. La
partie imaginaire du potentiel optique traduit alors la diminution de ux, qui a lieu tant au
dessous qu’au dessus de la barriŁre. La partie rØelle quant à elle est rØpulsive au dessus et
attractive au dessous. Hussein suggŁre alors, d’aprŁs ce modŁle que la diminution de ux
sous la barriŁre peut Œtre compensØe par la partie rØelle du potentiel qui tend à augmenter
la probabilitØ de fusion sous-Coulombienne qui peut alors devenir plus importante que
s’il n’y avait pas de cassure.
Cependant, d’aprŁs Hagino et al. [Hag00], cette maniŁre de prendre en compte le cou-
plage au continuum sous-estime la transmission sous-Coulombienne par rapport à leurs
calculs en voie couplØe. La cassure peut alors Œtre considØrØe comme la dØsexcitation
d’une rØsonance dipolaire soft, c’est à dire des neutrons faiblement liØs avec le coeur du
noyau [Das96]. Notons que les couplages à ces rØsonances encore appelØes pygmØes
sont aussi pris en compte dans les calculs d’Hussein et al. à l’aide du modŁle optique
[Hus93].
En rØsumØ, il y a une compØtition sous la barriŁre entre la diminution de ux et l’aug-
mentation de la transmission engendrØe par les couplages entre cassure et mouvement
relatif des noyaux qui Øtalent la distribution de barriŁre. D’un point de vue thØorique, la
discussion est donc essentiellement quantitative.
Expériences
Cependant les expØriences rØalisØes à ce jour n’ont pas permis de trancher dØniti-
vement sur la maniŁre de traiter correctement le couplage entre cassure et mouvement
relatif. Les calculs thØoriques pionniers traitant de l’effet de la cassure sur la fusion pre-
naient l’exemple des rØactions 11Li+208Pb et 11Li+238U [Tak93, Das96, Hus93]. La cas-
sure concerne alors le 11Li qui se sØpare en deux neutrons plus un noyau de 9Li. Cepen-
dant une Øtude expØrimentale de la fusion du 11Li prØsente certaines difcultØs à cause
des faibles intensitØs de faisceaux qui peuvent Œtre obtenues avec ce noyau radioactif.
Ainsi Yoshida et al. ØtudiŁrent les rØactions 9,10,11Be+209Bi au voisinage de la barriŁre
[Yos95, Yos96]. Les sections efcaces de fusion Øtaient obtenues par la spectroscopie α
des rØsidus de fusion. Leurs rØsultats ne permirent pas de mettre en Øvidence une diffØ-
rence entre les isotopes. Une Øtude plus rØcente ne permit pas non plus d’observer d’in-
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uence de la cassure du 9Be sur sa fusion avec des noyaux lØgers (27Al, 12F) [Anj02]. Par
contre Dasgupta et al. [Das99] observŁrent une rØduction importante de la fusion dans la
rØaction 9Be+208Pb à cause de la cassure du 9Be en deux α et un neutron à toutes les Øner-
gies. Quant au halo du 11Be, il ne semble pas apporter d’effet supplØmentaire remarquable
sur la fusion [Sig02].
Il est aussi frappant de constater le dØsaccord dans les interprØtations de l’effet de la
cassure du 7Li sur la fusion. Tandis que Dasgupta et al. observŁrent une forte diminution
de la fusion dans les rØactions 6,7Li+209Bi au dessus et au dessous de la barriŁre [Das02],
Tripathi et al. observŁrent dans 7Li+163Ho une augmentation de la fusion sous la barriŁre
et une diminution au dessus qu’ils interprØtŁrent comme un effet du couplage entre le
mouvement relatif et la cassure du 7Li [Tri02]. Cette diffØrence provient-elle du fait que
les cibles sont diffØrentes dans ces deux expØriences ? Ou alors les techniques utilisØes
pour mesurer les sections efcaces de fusion amŁnent-elles à des rØsultats diffØrents ? En
effet Dasgupta et al. mesuraient la dØcroissance α des rØsidus de fusion alors que Tripathi
et al. mesuraient les sections efcaces de fusion par spectroscopie γ des rØsidus de fusion-
Øvaporation.
La fusion avec l’6He a ØtØ rØcemment ØtudiØe. Les rØsultats publiØs sont jusqu’alors
cohØrents. J. J. Kolata et al. utilisant une cible de 209Bi ont observØ une diminution de
la fusion au dessus de la barriŁre et une augmentation au dessous qu’ils ont interpretØes
comme un effet du couplage entre le mouvement relatif et leQ positif du transfert [Kol98]
ou encore à la cassure de l’6He en un α et deux neutrons [Agu00, Agu01, Kol02]. Enn M.
Trotta et al. ont aussi observØ ce phØnomŁne en mesurant la ssion des noyaux composØs
des rØactions 4,6He+238U [Tro00]. Cependant, comme nous le montrerons par la suite,
les rØsultats de notre expØrience sont en dØsaccord avec ce qui a ØtØ observØ dans ces
expØriences.
3.1.4 But de l’expérience
Les noyaux à halo comme le 11Li et le 11Be ou à peau de neutron comme cela est
supposØ pour l’6He et l’8He [Tan92, Aum99] prØsentent un grand intØrŒt dans l’Øtude de
la fusion. La grande Øtendue spatiale des neutrons faiblement liØs peut en effet diminuer
la hauteur de la barriŁre lorsque les noyaux entrent en contact [Yos95]. De plus le transfert
de neutrons à partir de ces noyaux est souvent favorisØ par leur faible Ønergie de liaison,
ce qui se traduit par un Q de rØaction associØ au transfert positif et grand. On l’a vu,
ceci peut favoriser la fusion sous Coulombienne. L’inuence de la cassure est quant à elle
souvent difcile à distinguer de ces autres effets. Aguilera et Kolata n’ont pas pu trancher
entre le transfert et la cassure comme Øtat doorway1 de la fusion sous Coulombienne
1un état “doorway” est un état par lequel le système doit passer (ici le transfert et/ou la cassure) pour
ensuite atteindre un autre état (ici la fusion). La présence d’un état doorway facilite alors le chemin vers
38 Chapitre 3. Fusion de noyaux faiblement liés en neutron
[Kol98, Agu00, Agu01, Kol02].
Dans l’objectif de comprendre l’inuence sur la fusion de neutrons faiblements liØs du
projectile A. Navin et al. ont proposØ une expØrience pour Øtudier les rØactions 6He+190Os
et 8He+192Os au voisinage de la barriŁre. Cette expØrience a eu lieu en aoßt-septembre
2002 au GANIL. L’6He (S2n = 0.97 MeV) et l’8He (S2n = 2.1 MeV) sont des noyaux
radioactifs. Ils ont ØtØ obtenus par le SystŁme de Production d’Ions Radioactifs et d’Ac-
cØlØration en Ligne (SPIRAL) au GANIL avec des intensitØs de ∼ 3 107 et ∼ 8 104
particules par seconde respectivement pour l’6He et l’8He.
Le choix d’isotopes de l’Osmium pour la cible provient du nombre important d’iso-
topes stables de cet ØlØment. Il est alors possible de choisir chaque couple projectile cible
de maniŁre à former le mŒme noyau composØ dans chaque rØaction. Ainsi une compa-
raison des rØsultats de cette expØrience sera faite avec l’Øtude de la rØaction 4He+192Os
qui a ØtØ effectuØe à l’accØlØrateur TANDEM Pelletron de Bombay (Inde). Il sera donc
possible d’Øtudier directement les fonctions d’excitation sans effet parasite provenant de
la voie de sortie puisque le mŒme noyau composØ est formØ dans chaque rØaction.
Les sections efcaces de rØaction mesurØes au GANIL sont dØterminØes par le spectre
γ des produits de la rØaction à l’aide du spectromŁtre EXOGAM. Il s’agit de la mŒme
mØthode utilisØe par Tripathi et al. dans l’Øtude de la rØaction 7Li+163Ho [Tri02]. Les
raies γ des rØsidus de fusion-Øvaporation sont des propriØtØs intrinsŁques des noyaux
formØs et peuvent donc Œtre utilisØes pour mesurer les sections efcaces de production.
Les rØactions possibles dans cette expØrience sont des rØactions d’excitation inØlastique,
de transfert, de fusion complŁte et incomplŁte (du coeur) suivies d’une Øvaporation de
neutrons (la ssion du noyau composØ est nØgligeable voire nulle pour ces systŁmes).
3.1.5 Plan et but du chapitre
Ce chapitre est dØdiØ à l’analyse de la partie 6He de l’expØrience dØcrite ci-dessus.
Une comparaison aux rØsultats de Navin et al. sur la fusion de l’4He avec l’192Os donnera
des informations supplØmentaires sur l’effet de neutrons faiblement liØs sur la fusion.
La partie 3.2 sera consacrØe à la description du dispositif expØrimental. Les caractØris-
tiques des dØtecteurs utilisØs seront dØcrits en dØtail. Le chapitre 3.3 prØsentera la mØthode
appliquØe pour dØterminer les Øpaisseurs des cibles. Nous analyserons ensuite dans le
chapitre 3.4 l’effet sur les spectres γ de la coïncidence en temps avec la Radio-FrØquence
(RF) du faisceau. Les sections efcaces mesurØes seront alors prØsentØes dans la partie
3.5, puis leurs analyses et interprØtations au cours de la partie 3.6 avant de conclure dans
la partie 3.7
l’état final.
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3.2 Dispositif et caractØristiques expØrimentales
3.2.1 Faisceau d’6He délivré par SPIRAL
SPIRAL [Vil01] est un systŁme de production et d’accØlØration d’ions radioactifs rØ-
cemment implantØ au GANIL. Il s’appuie sur la post-accØlØration d’ions radioactifs pro-
duits par la technique de sØparation isotopique en ligne (ISOL) . Les premiers faisceaux
radioactifs dØlivrØs par cette mØthode l’ont ØtØ au CRC-UCL de Louvain-la-Neuve (Bel-
gique) [Dup92, Loi96]. La technique d’accØlØration ISOL diffŁre de la production en vol
d’ions radioactifs par fragmentation sur une cible mince couramment utilisØe et qui a no-
tamment permis à Tanihata et al. [Tan85] de mettre en Øvidence la structure en halo du
11Li. En effet, suivant la technique ISOL le faisceau primaire est totalement arrŒtØ dans
une cible Øpaisse. Les ions radioactifs sont alors extraits de la cible par diffusion puis
post-accØlØrØs. Cela permet notamment de produire des faisceaux à de faibles Ønergies
sans utiliser de dØgradeur2, contrairement à la production en vol par rØaction sur cible
mince au cours desquels le faisceau secondaire a une Ønergie voisine de celle du faisceau
primaire.
Pour pouvoir mesurer les sections efcaces de fusion au dessus et au voisinage de la
barriŁre, nous avons choisi deux Ønergies de faisceaux : 30 MeV et 19.5 MeV. L’utilisa-
tion de dØgradeurs avait ØtØ envisagØe pour effectuer des mesures de sections efcaces à
d’autres Ønergies, mais leurs positions trop en amont de la ligne rØduisait considØrable-
ment l’intensitØ du faisceau.
3.2.2 Schéma du dispositif
La gure 3.3 prØsente schØmatiquement le dispositif expØrimental pour la partie de
l’expØrience utilisant le faisceau d’6He. Les γ des rØsidus de fusion-Øvaporation sont Ømis
au niveau de la cible et dØtectØs par EXOGAM. EXOGAM est un ensemble de dØtecteurs
Germanium appelØs “CLOVERs” à cause de la disposition en trŁe des quatre cristaux
qui composent chacun d’entre eux (voir gure 3.5). Au cours de cette expØrience, cinq
CLOVERs d’EXOGAM appelØs gros CLOVERs on ØtØ utilisØs. Nous y avons ajoutØ
trois petits CLOVERs.
Un dØtecteur silicium annulaire à pistes est montØ en aval de la cible. Il sert à la dØ-
tection en position et en Ønergie des particules chargØes dans la voie de sortie (Øjectiles).
Il permet notamment de mesurer les Øpaisseurs des cibles grâce aux pics Ølastiques. Nous
pouvons aussi l’utiliser pour conditionner les spectres γ à la dØtection ou non d’une par-
ticule chargØe en sortie. Cela permet d’identier l’origine de certaines raies γ dans les
2Un dégradeur est constitué de fines feuilles intercallées sur la ligne du faisceau et chargées d’en dimi-
nuer l’énergie. L’utilisation de dégradeurs se fait souvent aux détriment des qualités optiques du faisceau.
40 Chapitre 3. Fusion de noyaux faiblement liés en neutron
FIG. 3.3  SchØma du dispositif expØrimental.
spectres bruts (sans condition). Ce dØtecteur est constituØ d’un trou central laissant passer
les particules du faisceau pas ou peu diffusØes.
Enn le faisceau termine sa course dans une cage de Faraday. Le rôle de cette cage est
de mesurer prØcisØment l’intensitØ du faisceau de maniŁre à obtenir des sections efcaces
absolues. Ce dernier point est important pour permettre la comparaison aux mesures de
sections efcaces effectuØes au Pelletron de Bombay avec l’4He.
3.2.3 EXOGAM
EXOGAM est particuliŁrement dØdiØ à la spectroscopie γ utilisant les faisceaux de
noyaux radioactifs exotiques dØlivrØs par SPIRAL. Il s’agit d’un spectromŁtre de grande
efcacitØ qui sera, dans sa conguration nale, constituØ d’un ensemble de 16 CLOVERs
assemblØs selon le schØma de la gure 3.4.
Fonctionnement d’un CLOVER
Un CLOVER est constituØ de quatre cristaux de germanium, chacun divisØ Ølectroni-
quement en quatre segments. Ces segments ont pour objectif d’augmenter la granularitØ
spatiale du dØtecteur. La prØcision sur la mesure de l’angle d’Ømission du γ par rapport au
faisceau s’en trouve amØliorØe, permettant ainsi une meilleure correction Doppler qui est
nØcessaire lorsque la vitesse du noyau Ømetteur est importante comparØe à celle de la lu-
miŁre. Sans cette correction, les pics du spectre γ subiraient un Øtalement dommageable à
la rØsolution en Ønergie. Dans notre expØrience, oø la cible est lourde et le projectile lØger
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FIG. 3.4  SchØma reprØsentant le spectromŁtre EXOGAM avec ses 16 CLOVERs.
avec une Ønergie cinØtique voisine de la barriŁre, le recul du noyau composØ est faible et
l’effet Doppler nØgligeable. La mesure des angles d’Ømission γ n’est donc pas utile dans
notre cas.
Suppression Compton
Chaque gros CLOVER est entourØ d’enceintes anti-Compton dont le rôle est de dØ-
tecter trŁs efcacement les γ ayant subit une diffusion Compton et qui s’Øchappent du
CLOVER. Ces ØvŁnements crØent un fond continu dans le spectre γ. Ils ne contiennent
donc pas d’information pertinentes, contrairement aux γ ayant dØposØ toute leur Ønergie
dans le CLOVER.
Ces enceintes sont constituØes de plusieurs ØlØments comme l’indique la gure 3.6.
Les enceintes latØrales avant et arriŁre sont des dØtecteurs constituØs de Germanate de Bis-
muth (BGO) tandis qu’à l’arriŁre du CLOVER se trouvent des scintillateurs au Iodure de
CØsium (CsI). Dans la version avec les enceintes anti-Compton complŁtes (conguration
B), les CLOVERs sont à environ 15 cm de la cible.
Les BGO avant peuvent Œtre enlevØs (conguration A), permettant ainsi un rappro-
chement des CLOVERs de la cible (jusqu’à environ 11 cm) et donc une augmentation de
l’efcacitØ par rapport à la conguration B avec ces BGO. Ceci est bien sßr au dØtriment
d’une partie de la rØjection Compton et donc du rapport pic sur total. En conguration B,
le rôle du collimateur est d’empŒcher la dØtection directe par les BGO avant des γ Ømis
au niveau de la cible. En conguration A, ils servent à empŒcher les γ diffusØs par un
CLOVER de s’Øchapper et de crØer un signal dans un autre CLOVER. Nous avons choisi
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FIG. 3.5  ReprØsentation des quatre cristaux d’un gros CLOVER. Chaque cristal contient
quatre segments.
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FIG. 3.6  Coupe schØmatique d’un CLOVER avec ses diffØrents ØlØments anti-Compton
(BGO et CsI).
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d’enlever les BGO avant, ce qui, pour les faibles multiplicitØs γ auxquelles nous nous
attendons, augmente l’efcacitØ environ d’un facteur 2 [Exo97].
FIG. 3.7  Spectre d’une source de 60Co sans (noir) et avec (gris) rØjection Compton.
La gure 3.7 montre le spectre γ d’une source de 60Co obtenu par un gros CLOVER
avec et sans rØjection Compton dans la conguration A, c’est à dire sans les BGO avants.
On voit effectivement une rØduction du fond Compton lorsque l’on rejette les ØvŁnements
associØs à un dØpot d’Ønergie dans un des BGO ou CsI. En principe la rØjection Compton
n’affecte pas l’aire du pic photo-Ølectrique, et donc l’efcacitØ photo-pic p, mais diminue
le fond Compton. L’efcacitØ totale t, qui est associØe à la dØtection des γ par effet photo-
Ølectrique et par effet Compton, diminue donc avec la rØjection Compton. Le rapport pic
sur total s’Øcrit [Kno79]
r =
p
t
.
Dans le cas de la source de 60Co, la dØcroissance radioactive est accompagnØe par l’Ømis-
sion simultanØe de deux γ, un de 1173 keV et un de 1232 keV. Le rapport pic sur total peut
alors Œtre dØni par le rapport de la somme des aires de chacun des deux pics sur l’aire
totale du spectre. On obtient alors sans rØjection Compton r1 = 0.2754 ± 0.0017 et avec
rØjection Compton r2 = 0.3003± 0.0019, soit un gain de 9%. Cette valeur est considØra-
blement en deça des ∼ 30% attendus [Exo97]. Cette diffØrence est attribuØe d’une part à
un rØglage non optimisØ de l’Ølectronique associØe à la rØjection anti-Compton et d’autre
part à une surestimation de cette rØjection aux basses Ønergies avec la simulation utilisØe
dans [Exo97].
Facteur d’addback
Un γ peut subir plusieurs diffusions Compton dans les diffØrents cristaux d’un mŒme
CLOVER avant d’y Œtre absorbØ par effet photo-Ølectrique. Dans ce cas il aura contribuØ
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au fond Compton dans le spectre individuel de chaque cristal. Cependant la somme des
Ønergies qu’il aura dØposØ dans le CLOVER sera Øgale à son Ønergie initiale, et donc à
l’Ønergie du pic photo-Ølectrique. Ainsi, le spectre construit en sommant les Ønergies des
cristaux d’un CLOVER, encore appelØ spectre d’addback, aura une efcacitØ photopic
supØrieure à celle calculØe à partir de la somme des spectres individuels de chacun des
cristaux. Le rapport entre ces deux efcacitØs, qui dØpend de l’Ønergie initiale du γ est
appelØ facteur d’addback.
Une source d’152Eu a ØtØ utilisØe pour la calibration en Ønergie de chaque cristal et la
dØtermination de ce facteur en fonction de l’Ønergie γ. La gure 3.8 montre le pic à 444
keV de l’152Eu du spectre obtenu par un gros CLOVER en sommant les spectres fi(E)
de chaque cristal i. Cette gure montre aussi le mŒme pic dans le spectre d’addback, i.e.
de la somme des Ønergies dØposØes dans chaque cristal à chaque ØvŁnement f (∑iEi).
La baisse du fond Compton et le gain en efcacitØ photopic dans le spectre d’addback est
trŁs net.
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FIG. 3.8  Pic γ à 444 keV de l’152Eu obtenu par un gros CLOVER. En noir : somme
des spectres de chaque cristal. En gris : spectre d’addback. Les deux spectres sont dØcalØs
horizontalement pour permettre une meilleure visualisation.
La gure 3.9 donne l’Øvolution du facteur d’addback pour un gros CLOVER et un
petit en fonction de l’Ønergie des γ de la source d’152Eu. On voit que le facteur d’addback
est proche de 1 aux basses Ønergies et croît pour atteindre ∼ 1.5 pour des γ de 1.5 MeV.
Ceci est dß au fait que la diffusion Compton est faible à basse Ønergie par rapport à
l’effet photo-Ølectrique. En consØquence un γ d’une centaine de keV par exemple interagit
essentiellement en dØposant toute son Ønergie dans un seul cristal et la reconstruction du
spectre d’addback n’apporte alors qu’un faible gain en efcacitØ photopic. Ce n’est bien
sßr plus le cas à 1 MeV oø la diffusion Compton est plus importante et la probabilitØ qu’un
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γ dØpose son Ønergie dans plusieurs cristaux devient non nØgligeable. La reconstruction
du spectre d’addback permet alors d’augmenter l’efcacitØ photopic de 40−50%. Notons
que les facteurs d’addback sont sensiblement les mŒmes pour le petit et le gros CLOVER.
FIG. 3.9  Facteur d’addback en fonction de l’Ønergie du pic γ pour un gros CLOVER
(en haut) et un petit CLOVER (en bas).
Résolution
La rØsolution est donnØe par la largeur à mi-hauteur (FWHM) des pics photo-Ølectriques.
Celle-ci croît avec l’Ønergie γ comme le montre la gure 3.10. Sa valeur minimale est
d’environ 1.5 keV à basse Ønergie pour atteindre à peine plus de 3 keV au dessus de 2
MeV d’Ønergie γ. Ces excellentes rØsolutions sont caractØrisques des dØtecteurs Germa-
nium. On voit aussi que l’ensemble des trois petits CLOVERs a une rØsolution voisine
mais sensiblement meilleure que l’ensemble des gros CLOVERs.
Efficacité
L’efcacitØ de la dØtection γ a ØtØ mesurØe à partir du spectre d’addback obtenu à
l’aide d’une source calibrØe d’152Eu de 25471± 140 dØsintØgrations par seconde au mo-
ment de la mesure. Le temps de comptage corrigØ du temps mort est 1996 s. Les rØsultats
pour l’ensemble des petits et des gros CLOVERs ainsi que pour les deux rØunis sont
donnØs sur la gure 3.11.
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FIG. 3.10  Largeur à mi-hauteur des pics photo-Ølectriques pour l’ensemble des gros
CLOVERs (tirets), des petits CLOVERs (pointillØs) et du systŁme total (ligne pleine).
FIG. 3.11  EfcacitØ photo-pic en fonction de l’Ønergie pour les petits (pointillØs), les
gros (tirets) et le total des CLOVERs (ligne pleine).
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Electronique
L’Ølectronique associØe à un dØtecteur a deux fonctions principales : mesurer les ca-
ractØristiques des diffØrents signaux et Øtablir une logique de dØclenchement. Lorsqu’un
γ dØpose de l’Ønergie dans le cristal semi-conducteur, celle-ci est convertie en impulsion
Ølectrique puis prØampliØe par un PrØ-Amplicateur de Charge (PAC)3. A chaque cristal
de CLOVER est associØe une voie de l’Ølectronique qui, aprŁs le PAC, est au format VXI.
L’Ølectronique VXI d’EXOGAM a une partie classique constituØe d’une voie linØaire
lente pour mesurer les Ønergies dØposØes dans le dØtecteur et d’une voie non linØaire
rapide pour gØnØrer une logique de dØclenchement et mesurer les temps. En plus de
cette partie classique, chaque voie d’EXOGAM est ØquipØe d’une chaîne de mesure de la
forme du signal (DPPC). Cette derniŁre n’a pas ØtØ utilisØe au cours de notre expØrience.
La gure 3.12 donne les ØlØments intervenant dans une voie de l’Ølectronique.
Le signal rapide est ltrØ et ampliØ (TFA). La prØsence d’une impulsion est dØtectØe
par le discriminateur à fraction constante (CFD). Le dØclenchement local (LT), qui gŁre la
logique pour une voie, envoie alors une porte au module chargØ de dØtecter les pics (PDS)
de la voie lente indiquant la dØtection d’un γ. L’information temporelle est quant à elle
portØe par un signal analogique (TAC) et passe ensuite par un convertisseur numØrique
(ADC) dans la voie rapide.
Le signal lent quant à lui est ampliØ par un amplicateur linØaire (LA). Le PDS a pour
rôle de dØtecter et mesurer l’amplitude de l’impulsion dans la porte qui lui est envoyØe
par le LT de la voie rapide. Cette amplitude est ensuite codØe par un ADC. Chaque voie
d’EXOGAM contient en fait deux LA, un permettant de mesurer des Ønergies jusqu’à 6
MeV et l’autre jusqu’à 20 MeV. Chaque LA a un PDS et un ADC qui lui sont associØs.
Au cours de notre expØrience, seuls les signaux associØs au LA de 6 MeV Øtaient mis sur
bande.
PAC
LA
DPPC
PDS ADC
TFA CFD LT TAC ADC
Mesure de la forme du signal
voie lente
voie rapide
FIG. 3.12  SchØma de l’Ølectronique d’une voie d’EXOGAM.
Le dØclenchement de la chaîne d’acquisition a lieu soit lorsque la multiplicitØ γ (nombre
de γ dØtectØs en coïncidence par EXOGAM) dØpasse un seuil xØ par l’utilisateur, soit
3Un résumé des abréviations utilisées et de leur signification est donné dans le tableau 3.1
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AbrØviation signication
PAC PrØ-Amplicateur de Charge
DPPC Digital Pulse Processing Converter
LA Linear Amplier
PDS Peak Detector and Stretcher
ADC Analog to Digital Converter
TFA Timing Filter Amplier
CFD Constant Fraction Discriminator
LT Local Trigger
TAC Time to Analog Converter
TAB. 3.1  AbrØviations utilisØes et leurs signications.
par un dØclenchement externe par l’intermØdiaire des entrØes logiques4. Des combinai-
sons utilisant les opØrateurs ET ou OU entre entrØes logiques et valeurs de multipli-
citØ peuvent Œtre aussi utilisØes comme dØclenchement. Le diagramme de la gure 3.13
montre les diffØrentes Øtapes de l’Ølectronique d’EXOGAM dans le cas d’un dØclenche-
ment simple par une multiplicitØ supØrieure à une valeur seuil choisie par l’utilisateur.
Dans notre expØrience, la valeur choisie est nγ = 1. La multiplicitØ est donnØe par le
signal sumbus. Il s’agit d’une sortie courant dØclenchØe par les CFD retardØs et alignØs
en temps. Le signal sumbus peut ainsi dØpasser le seuil de multiplicitØ si sufsamment
de signaux des CFD sont Ømis simultanØment. Ceci implique bien sßr un alignement en
temps des CFD.
Si le seuil de multiplicitØ est atteint, un signal FT est alors envoyØ à toute l’Ølectro-
nique associØe à chacun des CLOVERs. Localement, une porte FT Sample est ouverte au
bout d’un temps FT Sample Time. Si cet instant est en dehors de la porte du signal FT,
alors un signal Reset LT est envoyØ pour rØinitialiser le LT. Ceci a pour but de tester si
le γ est en temps avec l’ØvŁnement. On Øvite ainsi de lire les voies qui n’ont rien à coder
pour rØduire le temps mort.
Une Øtape de validation ou de rejet est prØvue dans l’Ølectronique d’EXOGAM aprŁs
la sØlection des γ en temps. Elle permet d’impliquer d’autres dØtecteurs et donc de condi-
tionner la numØrisation et la mise sur bande des ØvŁnements à la dØtection d’autres parti-
cules comme par exemple des noyaux de recul avec le spectromŁtre VAMOS. Cette Øtape
se base sur une mØthode analogue à la sØlection en temps dØja dØcrite. Une porte vali-
dation sample est ouverte au bout d’un temps validation sample time. Si cet instant
correspond avec l’Ømission d’une porte de validation, alors la lecture des donnØes codØes
peut avoir lieu, sinon le LT reçoit un signal Reset qui le rØinitialise. Au cours de notre
4Dans notre cas le déclenchement peut aussi avoir lieu par le détecteur Silicium ou la cage Faraday.
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CFD
Sample
FT
FT Sample
Time
FT
Inhibit
TAC out
PDS Gate µprogrammable (0−10    s)
Validation Sample Time
Validation
Validation
Sample
Read out
LT Reset
(si pas de FT) (si pas de validation)
FIG. 3.13  Diagramme illustrant l’acquisition d’un ØvŁnement dans le cas d’un dØclen-
chement simple sur la multiplicitØ.
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expØrience, la validation Øtait automatique.
Le dØclenchement de l’acquisition ouvre une fenŒtre d’inhibition (signal inhibit).
Aucun ØvŁnement ne peut Œtre enregistrØ tant que cette fenŒtre est ouverte. Sa largeur est
donc à minimiser pour diminuer le temps mort. L’inhibition s’arrŒte lorsque la lecture
des signaux d’intØrŒt physique a eu lieu (le LT est alors rØinitialisØ). Ces signaux sont
les amplitudes des impulsions dans les dØtecteurs γ (cristaux de Germanium, BGO, CsI).
Sont aussi numØrisØs et enregistrØs les temps entre le FT et les LT, les temps entre les
signaux rapides des dØtecteurs anti-Comptons et la radio-frØquence (RF) du faisceau, le
temps entre le FT et la RF ainsi que le temps entre le Silicium donnØ par son CFD (voir
partie 3.2.4) et la RF.
3.2.4 Détecteur Silicium
Caractéristiques
Le dØtecteur Silicium sert à mesurer les particules chargØes en voie de sortie. Il est
constituØ de deux faces. La face avant est dØcoupØe en 48 anneaux, chacun d’une largeur
de 1 mm et reliØs Ølectroniquement trois par trois. Il y a donc 16 voies pour la face avant.
DorØnavant nous utiliserons le terme anneau pour dØsigner une de ces voies. Sur la face
arriŁre, 16 secteurs sont obtenus par un dØcoupage radial. La gure 3.14 est une reprØ-
sentation schØmatique des 16 ∗ 16 pixels obtenus (couples anneau/secteur). Elle indique
la numØrotation associØe aux secteurs ainsi que les dimensions du dØtecteur. Les anneaux
quant à eux sont numØrotØs de 1 à 16 à partir du centre. Comme on peut le voir sur cette
gure, les anneaux sont tronquØs au niveau des secteurs 8 et 9. Ceci permet le passage des
connexions Ølectroniques de chaque anneau.
Electronique
La gure 3.15 illustre le montage Ølectronique associØ au dØtecteur Silicium. Le dØ-
clenchement externe de l’acquisition se fait par les anneaux5. Lorsqu’une impulsion est
crØØe par le dØpôt d’Ønergie d’une particule chargØe dans un anneau, le signal temps (si-
gnal rapide utilisØ pour l’information temporelle) en sortie de l’amplicateur passe dans
un discriminateur à fraction constante. Le rôle du Fan-In Fan-Out (FIFO) est d’exercer
un OU logique entre les deux CFD utilisØs. Si l’Ølectronique d’EXOGAM n’est pas
inhibØe, alors le signal en entrØe logique dØclenchera l’acquisition. A chaque fois que
l’acquisition est dØclenchØe, que ce soit par le Silicium ou les CLOVERs, les signaux en
Ønergie de chaque anneau et de chaque secteur sont numØrisØs et mis sur bande.
5Un déclenchement par les secteurs aurait été équivalent puisque une particule chargée crée un signal
qui est détecté à la fois sur un anneau et un secteur.
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FIG. 3.14  SchØma du dØtecteur Silicium.
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FIG. 3.15  SchØma de l’Ølectronique associØe au dØtecteur Silicium.
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Résolution
La gure 3.16 montre le spectre d’une source 3α (239Pu, 241Am et 244Cm) obtenu à
l’aide du dØtecteur Silicium. La largeur à mi-hauteur de ces pics est d’environ 120 keV.
FIG. 3.16  Spectre de la source 3α.
3.2.5 Choix du substrat des cibles d’190Os
Deux cibles ont ØtØ utilisØes pour l’Øtude de la rØaction 6He+190Os. La premiŁre,
constituØe d’190Os dØposØ sur un substrat de 1.5 mg/cm2 de 63Cu Øtait utilisØe pour l’Øner-
gie 30 MeV, tandis que la seconde, toujours d’190Os mais sur 1.4 mg/cm2 de 65Cu Øtait
utilisØe pour l’Ønergie 19.5 MeV. La raison du changement d’isotope du cuivre entre les
deux Ønergies est la suivante. Le noyau composØ (196Pt∗) dØcroît par Øvaporation de neu-
trons. A 30 MeV d’Ønergie du faisceau, l’Ønergie d’excitation du 196Pt∗ est 40.6 MeV et
sa voie de dØsexcitation prØdominante est l’Øvaporation de 4 neutrons (4n). Par contre, à
19.5 MeV d’Ønergie du faisceau, soit une Ønergie d’excitation de 30.5 MeV, la dØcrois-
sance se fait quasi-uniquement par la voie 3n. L’Ønergie du pic du 192Pt qui nous servira à
mesurer la section efcace de la voie 4n (donc à 30 MeV) est 316.5 keV et correspond à la
transition du premier Øtat excitØ vers le fondamental 2+ → 0+. Pour la voie 3n (donnant
la section efcace de fusion à 19.5 MeV), la zone d’intØrŒt se situe autour de 341 keV.
Il est donc important qu’il n’y ait pas de pic provenant du substrat de cuivre autour
de 316.5 keV à 30 MeV et autour de 341 keV à 19.5 MeV. Or, si l’on s’en rØfŁre à la
gure 3.17 montrant les spectres γ des rØactions 6He+63Cu et 6He+65Cu, on voit qu’il
est prØfØrable de choisir un substrat de 63Cu à 30 MeV et de 65Cu à 19.5 MeV.
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FIG. 3.17  Spectres γ associØs aux rØactions 6He+63Cu et 6He+65Cu au voisinage des
Ønergies d’intØrŒt pour la rØaction de fusion 6He+190Os à 30 MeV (zone 4n) et à 19.5
MeV (zone 3n).
3.3 DØtermination des Øpaisseurs de cible
3.3.1 Diffusion Rutherford
Les cibles utilisØes ont une Øpaisseur à dØterminer d’190Os sur un substrat de Cuivre
d’Øpaisseur connue (voir partie 3.2.5). L’Øpaisseur d’190Os est obtenue par la mesure des
sections efcaces de diffusion Rutherford de l’6He sur l’190Os.
Le nombre de particules par unitØ de temps subissant une diffusion Ølastique vers le
pixel i = [anneau,secteur] caractØrisØ par le vecteur d’angle solide Ωi s’Øcrit dans la limite
oø |Ωi| << 4pi
dNR
dt
(Ωi) ' ηi∂σR
∂Ω
(Ωi) |Ωi| I
e
x
M
oø I est l’intensitØ du faisceau en AmpŁre mesurØe par la cage de Faraday, x est l’Øpais-
seur de la cible en g/cm2 etM est la masse d’un atome de la cible. L’efcacitØ de dØtection
ηi du pixel i sera dØterminØe par une mesure de la diffusion Rutherford sur une cible de
TungstŁne d’Øpaisseur connue 530 µg/cm2. Le facteur ∂σR
∂Ω
(Ωi) |Ωi| est calculØ par une
simulation. Celle-ci prend en compte l’Øtalement Gaussien du faisceau et sa position par
rapport au centre du dØtecteur Silicium.
La gure 3.18 montre le spectre du Silicium dans le pixel [12, 1]. Le pic principal
correspond à la diffusion Rutherford. Les ØvŁnements à plus basse Ønergie sont associØs
à des particules α issues de la cassure de l’6He.
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FIG. 3.18  Spectre du pixel [12, 1] avec une cible de 184W. L’Øchelle verticale est loga-
rithmique.
3.3.2 Position du faisceau
La partie haute de la gure 3.19 donne l’Øvolution de l’aire totale des spectres (large-
ment dominØe par la diffusion Rutherford) en fonction du numØro du secteur considØrØ.
On voit que le nombre de particules chargØes incidentes sur chaque secteur varie fortement
et continuement en fonction du numØro des secteurs. Ceci provient d’un dØcentrage du
dØtecteur par rapport à l’axe du faisceau. En effet les sections efcaces de diffusion Ru-
therford dØcroissent avec l’angle de diffusion. Le faisceau passe donc plus prŁs du secteur
12 qui a un taux de comptage important que du secteur 4 qui lui est opposØ et qui a un
taux de comptage environ deux fois moindre.
La partie basse de la gure 3.19 donne en unitØ arbitraire l’Øvolution du nombre de
particules dans chaque secteur obtenu par une simulation effectuØe par Riccardo Raabe du
SPhN de Saclay. Dans cette simulation, un dØcalage latØral de 2 mm du centre du faisceau
reproduit bien l’Øvolution expØrimentale. Le dØtecteur Øtait donc lØgŁrement dØcentrØ par
rapport à l’axe du faisceau.
Les valeurs de la simulation pour les secteurs 8 et 9 ne sont pas reportØes à cause
d’une incertitude sur la gØomØtrie de ces secteurs. Le secteur 15 quant à lui ne fonctionne
pas.
3.3.3 Efficacité
L’efcacitØ de chaque pixel est dØterminØe relativement à la simulation. Elle provient
notamment des zones mortes entre chaque pixel. Une origine de ces zones mortes est
purement gØomØtrique et est due à la prØsence d’isolant entre les anneaux. Une seconde
origine est la courbure des lignes de champ Ølectrique au voisinage de l’isolant. Le rôle
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FIG. 3.19  Evolution du taux de comptage en fonction du numØro de secteur pour une
cible de 184W. Haut : expØrience. Bas : sections efcace Rutherford obtenues par simu-
lation avec un dØcalage latØral de 2 mm du faisceau par rapport au centre du dØtecteur
Silicium.
de ces champs Øtant de collecter les charges dans le semi-conducteur, un dØpôt d’Ønergie
sur le bord d’un pixel sera accompagnØ d’une mauvaise collection de charge.
Cette efcacitØ est thØoriquement la mŒme pour chaque pixel d’un mŒme anneau puis-
qu’ils sont gØomØtriquement identiques (sauf pour les secteurs 8 et 9). Nous pouvons
utiliser cette propriØtØ pour tester les hypothŁses de la simulation (position et largeur du
faisceau par exemple). Le tableau 3.2 donne les efcacitØs obtenues pour certains pixels6
à partir de donnØes accumulØes pendant 4 heures avec une cible de 184W de 530 µg/cm2.
L’efcacitØ moyenne de 0.385 est faible à cause du fait que seules les zones mortes gØo-
mØtriques sont prises en compte dans la simulation. Cependant l’Øcart type de la distri-
bution des efcacitØs sur les diffØrents pixels (environ 20%) reste raisonnable. Cet Øcart
type a plusieurs origines. La premiŁre est l’incertitude sur les aires des pics Rutherford
de l’ordre de ∼ 5% aux angles avants et ∼ 12% pour les plus grands angles. Les autres
origines proviennent des diffØrences entre la rØalitØ physique du faisceau et sa modØli-
sation. Par exemple la forme du faisceau est choisie Gaussienne dans la simulation. Or
les proleurs à gaz ont mis en Øvidence une certaine asymØtrie qui n’est pas constante au
cours du temps. De plus la position du faisceau ainsi que sa largeur peuvent elles aussi
uctuer dans le temps.
D’autre part, il ne semble pas ressortir du tableau 3.2 une Øvolution systØmatique de
6Le permier anneau ainsi que ceux numérotés de 5 à 10 sont défectueux
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TAB. 3.2  Tableau des efcacitØs de quelques pixels du dØtecteur Silicium.
l’efcacitØ en fonction des secteurs ou mŒme des anneaux. En consØquence nous pouvons
Œtre conants dans les donnØes de la simulation.
3.3.4 Résultats
Tous les paramŁtres nØcessaires à la dØtermination de l’Øpaisseur d’190Os des cibles
utilisØes sont donc connus. Il faut cependant s’affranchir de la diffusion due aux atomes
de Cuivre de la cible. En effet ceux-ci contribuent aux petits angles pour une part du pic
Rutherford de l’Osmium comme on peut le voir sur les spectre de 65Cu et 63Cu+190Os du
pixel [4, 7] de la gure 3.207.
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FIG. 3.20  Spectres du pixel [4, 7] obtenus avec la cible 63Cu+190Os (noir) et la cible de
65Cu (gris).
7En toute rigueur la cible de 63Cu+190Os doit être comparée à une cible de 63Cu. Cependant des temps
de comptage trop faibles sur la cible de 63Cu ne permettent pas une comparaison précise. La cible de 65Cu
quant à elle a été mise plus longtemps sous faisceau. La différence entre le 65Cu et le 63Cu au niveau de la
diffusion de l’6He est négligée.
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FIG. 3.21  Spectres du pixel [16, 7] obtenus avec la cible 63Cu+190Os (noir) et la cible de
65Cu (gris). Dans ce dernier cas un dØplacement vertical Øgal à 20 a ØtØ effectuØ pour une
meilleure visibilitØ.
On peut voir par contre sur la gure 3.21 montrant les mŒmes spectres pour le pixel
[16, 6], associØ à un angle de diffusion plus grand, que la contribution du Cuivre est inme
quelque soit l’Ønergie. Elle est mŒme quasiment nulle au niveau du pic Rutherford de
l’190Os. Notons que sur ces deux gures (3.20 et 3.21), le spectre associØ au 65Cu a ØtØ
mis à l’Øchelle pour qu’il corresponde à un mŒme nombre de particules incidentes.
La mØthode pour s’affranchir du Cuivre consiste à soustraire le spectre obtenu avec
la cible de Cuivre du spectre obtenu avec la cible 63Cu+190Os. Cette mØthode prØsente le
dØsavantage d’augmenter les uctuations statistiques. D’autre part le rØsultat dØpend du
facteur d’Øchelle entre les deux et donc de la mesure du courant par la cage de Faraday.
Cependant, pour des angles de diffusion assez ØlevØs la part du Cuivre devient nØ-
gligeable et la soustraction n’est plus nØcessaire. En pratique cela revient à ne prendre
en compte que les anneaux extØrieurs numØrotØs de 11 à 16. Les rØsultats obtenus sont
0.776 ±0.155 et 1.043 ±0.209 mg/cm2 d’190Os pour les cible 63Cu+190Os et 65Cu+190Os
respectivement. Notons que ces rØsultats sont compatibles avec les Øpaisseurs obtenues
par soustraction de la composante du Cuivre dans les spectres du Silicium aux petits
angles. La diffØrence concerne surtout l’incertitude qui est plus ØlevØe dans le cas oø l’on
opŁre à une soustraction de spectre.
3.4 Coïncidences temporelles avec la RF
La coïncidence temporelle entre le pulse du faisceau et le signal FT indiquant la dØ-
tection d’un γ est utilisØe pour la sØlection des ØvŁnements d’intØrŒt physique, c’est à
dire ceux qui sont corrØlØs en temps avec le faisceau. L’utilisation de ce paramŁtre est
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trŁs importante pour des faisceaux exotiques de faible intensitØ car il permet de rejeter les
coïncidences fortuites provenant de la radioactivitØ ambiante.
3.4.1 Coïncidences RF-FT
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FIG. 3.22  Spectre en temps entre la RF (stop) et le signal FT (start) sans condition (P+γ),
en imposant la dØtection d’un gamma (γ), et en imposant la dØtection d’une particule dans
le Silicium (P). Le temps s’Øcoule de la droite vers la gauche.
La gure 3.22 donne le spectre en temps entre le dØclenchement de l’acquisition (FT)
par un γ ou une particule8 et un pulse du faisceau donnØ par la radio-frØquence (RF).
Le spectre en temps RF-FT en coïncidence avec la dØtection d’une particule montre clai-
rement que le pic à gauche provient des dØclenchements externes par le Silicium. Le
spectre en coïncidence avec un γ quant à lui est beaucoup plus plat à cause de la radio-
activitØ qui engendre des ØvŁnements alØatoires et du fait que chaque cristal a un temps
caractØristique entre le dØclenchement local (LT) et le dØclenchement global (FT). Il est
donc nØcessaire pour s’affranchir au maximum de la radioactivitØ de mettre une porte en
temps pour chaque cristal.
La gure 3.23 montre l’effet de cette sØlection en temps sur le spectre γ. On y voit une
forte rØduction du fond et des pics provenant de la radioactivitØ ambiante. Ces rØductions
se font sans perte d’efcacitØ photo-pic des raies γ en corrØlation avec le faisceau. D’autre
part, une comparaison entre le spectre corrØlØ et alØatoire (ou anti-corrØlØ) permet une
identication des pics provenant de la radioactivitØ ainsi que de ceux qui proviennent
uniquement d’une rØaction avec le faisceau.
8La cage de Faraday peut aussi déclencher l’acquisition. Cependant son effet est négligeable sur les
spectre en temps car seuls un évènement de la cage sur 10000 est autorisé à déclencher l’acquisition.
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FIG. 3.23  Spectres γ obtenus avec la cible {63Cu,190Os} et une Ønergie de 30 MeV du
faisceau. Le spectre total est obtenu sans condition temporelle tandis que celui corrØlØ
l’est en imposant un temps RF-FT compris dans la porte du cristal touchØ. Le spectre
alØatoire est le complØmentaire du spectre corrØlØ.
3.4.2 Coïncidences Si-FT
La dØtection d’une particule chargØe dans le dØtecteur Silicium est automatiquement
corrØlØe à un pulse du faisceau. En effet ces particules sont soit des 6He du faisceau,
soit des α issus de la cassure de l’6He. Ils peuvent aussi provenir de l’Øvaporation de
particules chargØes du noyau composØ issu d’une fusion avec le Cuivre9 car les temps
caractØristiques de l’Øvaporation sont ceux de l’interaction forte (∼ 10−22 s) et donc assez
faibles pour ne pas perdre la corrØlation en temps avec le faisceau.
L’indication temporelle d’une dØtection dans le Silicium (Si) se fait à partir du si-
gnal en sortie des CFD de l’Ølectronique du Silicium (voir gure 3.15). Reconstruisons
le temps entre l’Ømission de ce signal et le dØclenchement de l’acquisition Si-FT qui, a
priori, est constant. Celui-ci s’obtient à partir des temps RF-FT et RF-Si en faisant leur
soustraction Si-FT = RF-FT - RF-Si.
La gure 3.24 donne le spectre bidimensionnel du temps Si-RF en fonction du temps
RF-FT. Ce spectre contient diffØrentes structures : deux lignes parallŁles et une tâche entre
les deux. La projection de ce spectre sur l’abcisse donne le spectre en temps RF-FT qui,
en imposant la prØsence d’un signal dans le Silicium, revient au spectre P de la gure
3.22. On voit la prØsence nette d’un pic indiquant la corrØlation au pulse du faisceau.
On remarque que ce pic n’est pas correctement centrØ. En consØquence, une structure
ressemblant au dØbut d’un second pic apparaît à l’autre extrŒmitØ de la porte en temps.
9Ce n’est par contre pas le cas pour une fusion avec de l’Osmium car dans ce cas seuls des neutrons sont
évaporés
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FIG. 3.24  En bas à gauche : spectre en temps bidimensionnel. L’abcisse est le temps
RF-FT. L’ordonnØe est le temps RF-Si. En haut à gauche : projection sur l’abcisse en
imposant la prØsence d’un signal dans le Silicium (i.e. axe y=0 exclu dans le spectre
bidimensionnel). En bas à droite : projection sur l’ordonnØe. En haut à droite : temps Si-
FT reconstruit. Les temps s’Øcoulent du haut vers le bas (RF-Si) et de la droite vers la
gauche (RF-FT).
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Les deux lignes parallŁles dans le spectre bidimensionnel correspondent donc à ces deux
structures.
La projection du spectre bidimensionnel de la gure 3.24 sur l’ordonnØe donne le
spectre en temps RF-Si. On y voit un pic trŁs net. Les particules dØtectØes par le Silicium
proviennent donc à peu prŁs toutes de rØactions avec les particules du faisceau.
La soustraction des temps RF-FT - RF-Si revient à une projection du spectre bidimen-
sionnel sur l’axe y = −x. On y voit donc deux pics principaux sØparØs d’une pØriode de
la RF (∼ 91 ns). Chaque pic est lui mŒme constituØ de deux pics qui n’ont pas d’origine
physique, mais proviennent d’un dØcalage en temps entre les deux CFD de l’Ølectronique
du Silicium (voir gure 3.15). La tâche dans le spectre bidimensionnel se traduit ici par
un pic trŁs ØtalØ entre les deux pics principaux.
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FIG. 3.25  Spectre en temps (Øchelle verticale logarithmique) Si-FT en coïncidence (gris)
et anticoïncidence (noir) avec la dØtection d’un γ.
Pour comprendre l’origine de cette tâche nous avons, sur la gure 3.25, donnØ les
spectres en temps Si-FT obtenus avec deux conditions complØmentaires :
 une particule a ØtØ dØtectØe dans le Silicium mais aucun γ n’a dØposØ d’Ønergie
dans EXOGAM
 un signal dans le Silicium est en coïncidence avec un γ dans au moins un CLOVER
(part.-γ).
On voit que la tâche centrale provient de la dØtection d’une particule dans le Silicium en
coïncidence avec un γ. Lorsqu’aucun signal dans EXOGAM n’est requis, la tâche centrale
disparaît et on n’obtient que les deux pics associØs aux pulses de la RF.
Cependant le spectre en temps avec la condition part.-γ contient aussi ces deux pics,
mais avec des amplitudes beaucoup plus faibles. Nous interprØtons ceci par le fait qu’avec
la condition part.-γ, le dØclenchement et donc le signal FT a pu se faire soit par la parti-
cule chargØe, soit par le γ. En consØquence, les ØvŁnements associØs à un dØclenchement
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par la particule chargØe correspondent à l’un des deux pics tandis que lorsque le dØclen-
chement se fait par un γ, le spectre en temps Si-FT est incrØmentØ dans la tâche centrale.
L’Øtalement important de la tâche comparØe à ceux des deux pics peut s’expliquer par le
dØsalignement temporel entre les cristaux.
3.5 RØsultats : sections efcaces de rØaction
Dans cette partie nous allons exposer les rØsultats de notre expØrience pour la rØaction
6He+190Os à 30 et 19.5 MeV.
DiffØrents mØcanismes de rØaction peuvent apparaître au cours d’une collision d’un
6He sur un 190Os au voisinage de la barriŁre comme la fusion, le transfert, l’excitation
Coulombienne ou encore la cassure de l’6He.
3.5.1 Raies γ des 192,193Pt
Les isotopes 192 et 193 du Platine sont formØs respectivement aprŁs l’Øvaporation de
4 et 3 neutrons du noyau composØ 196Pt. Les intensitØs des raies γ de ces noyaux donnent
accŁs à leur sections efcaces de formation. Les schØmas de niveaux et transitions γ des
noyaux 192,193Pt formØs par des rØactions de fusion/Øvaporation avec un faisceau d’α sont
donnØs sur les gures 3.26 et 3.27 respectivement [Cun76, Hjo76, Sah77].
La section efcace de formation du 192Pt est calculØe à partir des transitions dont l’Øtat
nal est l’Øtat fondamental. Il y a donc d’aprŁs la gure 3.26 deux transitions à considØ-
rer : celles provenant du premier et du deuxiŁme Øtat excitØ à 316.50 keV et 612.6 keV
respectivement. Cependant l’intensitØ de la premiŁre transition est considØrablement plus
importante et nous n’avons pas de pic à 612.6 keV. La raie à 316.50 keV sera donc la seule
utilisØe pour mesurer la section efcace de formation du 192Pt. Notons qu’il est thØorique-
ment possible que l’Øtat fondamental du 192Pt soit peuplØ directement sans Ømission de γ.
Ce dernier phØnomŁne est cependant supposØ nØgligeable.
Le cas du 193Pt est quant à lui plus complexe. En effet, il possŁde un Øtat excitØ iso-
mØrique à 149.8 keV d’une durØe de vie de 4.33 jours. La dØcroissance de cet Øtat ne
peut donc pas Œtre observØe en coïncidence avec le faisceau. Nous devons donc estimer
la section efcace σ3n de formation du 193Pt à partir des raies γ qui peuplent cet Øtat iso-
mØrique. Le rapport entre σ3n et la section efcace de formation de l’Øtat isomØrique σiso3n
peut Œtre estimØ en supposant connue la distribution en moment angulaire du 193Pt. σ3n
prend alors en compte le fait que les Øtats de moment angulaire infØrieur ou Øgal à celui de
l’Øtat isomØrique peuvent Œtre directement peuplØs par Øvaporation de neutron. Ce rapport
est estimØ à [Nav03]
σ3n
σiso3n
≈ 1.19
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FIG. 3.26  Transitions γ du 192Pt observØes au cours des rØactions 190Os(α, 2nγ) et
192Os(α, 4nγ).
4.33 j
FIG. 3.27  Transitions γ du 193Pt observØes au cours de la rØaction 192Os(α, 3nγ).
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D’autre part on peut voir sur la gure 3.27 que quatre raies γ sont suceptibles d’ali-
menter l’Øtat isomØrique. Le noyau composØ au cours de la rØaction 192Os(α, 3nγ) qui
a conduit aux rØsultats de la gure 3.27 est le 196Pt formØ à une Ønergie d’excitation de
35.1 MeV. Au cours de notre expØrience et pour une Ønergie de faisceau de 30 MeV nous
formons le mŒme noyau composØ à une Ønergie d’excitation voisine (40.6 MeV). A cette
Ønergie d’excitation, les intensitØs relatives des raies γ du 193Pt sont donc supposØes Œtre
à peu prŁs les mŒmes que celles reportØes sur la gure 3.27.
Les faibles sections efcaces de la voie 3n ne permettent l’observation que de la raie
la plus intense de 341.2 MeV. Une correction sur la section efcace σ341.2 associØe à cette
raie devra donc Œtre appliquØe pour obtenir σ3n. Cette correction permet de prendre en
compte l’alimentation de l’Øtat isomØrique par les raies γ trop faibles pour Œtre observØes,
ce qui s’Øcrit
σiso3n =
∑
i Ii→iso
I341.2
σ341.2
oø Ii→iso est l’intensitØ de la transition γ de l’Øtat i à l’Øtat isomØrique et I341.2 est l’in-
tensitØ de la raie à 341.2 keV. Notons que la raie à 49.2 keV provenant de la dØsexcitation
de l’Øtat à 199.0 keV a une intensitØ trŁs faible comparØe à l’unique transition qui peuple
cet Øtat. Ceci est certainement dß à un fort taux de conversion Ølectronique. Il est donc
judicieux de considØrer l’intensitØ de la transition 519.6 → 199.0 keV à la place de la
transition 199.0→ 149.8 keV.
Enn, vient s’ajouter à cette raie de 341.2 keV une autre raie de 340.3 keV provenant
de la transition 1320.8 → 980.5 keV et d’intensitØ comparable. La rØsolution d’EXO-
GAM à cette Ønergie est environ d’1.8 keV et ne permet donc pas de distinguer ces deux
raies. Il est donc nØcessaire de calculer la section efcace associØe au pic autour de 341
keV σpic et d’appliquer une troisiŁme correction pour obtenir σ341.2 :
σ341.2 =
I341.2
I341.2 + I340.3
σpic
Résultats à 30 MeV
La gure 3.28 montre le spectre γ à 30 MeV d’Ønergie du faisceau. On y voit trŁs
nettement le pic à 316.5 keV associØ au 192Pt. Le pic 193Pt est visible autour de 341 keV
une fois la contribution du Cuivre retranchØe. Les sections efcaces associØes à la voie 3n
aprŁs avoir effectuØ les corrections dØcrites ci-dessus et à la voie 4n sont respectivement
σ30MeV3n = 62± 14± 12 mb
σ30MeV4n = 345± 13± 69 mb
oø la premiŁre incertitude concerne l’aire du pic et la seconde l’Øpaisseur de la cible.
D’autres raies du 192Pt sont observØes. Elles ne sont pas utiles pour le calcul de la
section efcace de formation du 192Pt. Il est toutefois utile de mesurer leurs intensitØs an
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FIG. 3.28  Spectre γ corrØlØ en temps faisceau obtenu avec une Ønergie du faisceau de 30
MeV. L’encadrØ montre un agrandissement de la zone autour de 341 keV obtenue aprŁs
soustraction de la contribution du Cuivre.
FIG. 3.29  SchØma de niveaux du 192Pt obtenu par la rØaction 192Os(α, 4n). La largeur
des Łches est proportionnelle à l’intensitØ des transitions γ [Cun76].
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de contrôler le rØsultat obtenu pour σ30MeV4n . La gure 3.29 montre le schØma de niveaux
du 192Pt obtenu par Cunnane et al. grâce à la rØaction 192Os(α, 4n) avec des α d’Ønergie
45.5 MeV [Cun76].
transition Eγ (keV) IntensitØ (%)
2+ → 0+ 316.5 100 ± 3.3
4+ → 2+ 468.1∗ 76.3 ± 5.5
6+ → 4+ 580.7∗ 34.2 ± 10.9
8+ → 6+ 652.8∗ 37.1 ± 3.3
10+ → 8+ 500.6∗ 31.1 ± 3.9
7− → 5− 134.2 13.7 ± 2.4
9− → 7− 584.7 19.6 ± 2.8
8− → 7− 446.1∗ 16.9 ± 3.4
TAB. 3.3  Transitions observØes et attribuØes au 192Pt pour une Ønergie de faisceau de
30 MeV. Les Ønergies γ et intensitØs associØes à ces transitions sont aussi indiquØes.
Les transitions marquØes d’une astØrisque dans le tableau 3.3 correspondent à des pics
voisins d’autres pics, ce qui explique l’importance de certaines incertitudes sur l’intensitØ.
Les intensitØs obtenues sont en bon accord avec celles de la rØfØrence [Cun76].
Résultats à 19.5 MeV
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FIG. 3.30  Spectre γ corrØlØ en temps obtenu avec le faisceau de 19.5 MeV aprŁs sous-
traction de la radioactivitØ environnante. Les deux lignes verticales sont positionnØes à
340.3 et 341.2 keV.
La gure 3.30 donne le spectre γ aprŁs soustraction de la radioactivitØ environnante
obtenu avec l’Ønergie du faisceau de 19.5 MeV et la cible 65Cu+190Os. A cette Ønergie, la
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voie 4n est quasi nulle. Les deux lignes verticales indiquent les positions des deux raies γ
à 340.3 et 341.2 keV associØes à la voie 3n. On voit qu’aucun pic n’est prØsent recouvrant
ces deux Ønergies.
La limite infØrieure de la mesure d’une section efcace d’une raie γ dans la rØgion
autour de 340 keV associØe à une rØaction avec l’190Os pour un temps de comptage de 15
heures10 à 19.5 MeV est estimØe à 10 mb. Cette valeur correspond à un pic dont l’incerti-
tude sur l’aire est de l’ordre de l’aire du pic elle mŒme. Nous considØrons que cette valeur
est la limite supØrieure sur la section efcace de la voie 3n. En considØrant les incertitudes
sur l’Øpaisseur de cible on obtient
σ19.5MeV3n < 11 mb.
3.5.2 Autres réactions
D’autres raies γ associØes à des rØactions avec l’190Os sont observØes à la fois à 30 et
19.5 MeV d’Ønergie du faisceau.
Raies γ de l’190Os∗
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FIG. 3.31  Spectres γ brut (gamma) et en coïncidence avec une particule chargØe (part.-
gam.) dans le Silicium pour diffØrentes cibles. Les spectres part.-gam. ont ØtØ dØplacØs
verticalement pour une meilleure visualisation (leur origine est à l’ordonnØe 18310).
Les rØactions d’excitation Coulombienne qui peuvent peupler des Øtats excitØs de
l’190Os ont une particule chargØe en sortie (le projectile). Il est donc possible de s’af-
franchir de la radioactivitØ environnante et des rØactions sans particule chargØe en sortie
(fusion suivie d’une Øvaporation de neutrons par exemple) en observant le spectre γ en
coïncidence avec un ØvŁnement dans le Silicium. On voit en effet sur les spectres de la
1010 heures une fois le temps mort soustrait
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gure 3.31 que le fond γ est considØrablement rØduit lorsque l’on demande une telle coïn-
cidence. Cependant ces spectres ne peuvent pas Œtre directement utilisØs pour estimer des
sections efcaces de rØactions car le dØtecteur Silicium ne couvre pas un angle solide
de 4pi et les distributions angulaires des particules chargØes en sortie sont souvent incon-
nues. Nous ferons cependant l’hypothŁse que les diffØrentes raies γ associØes à une mŒme
rØaction sont associØes à la mŒme distribution angulaire des particules chargØes en voie
de sortie. Cette hypothŁse nous permet alors de calculer les intensitØs relatives entre les
transitions associØes à ces raies.
FIG. 3.32  SchØma de niveaux de l’190Os obtenu par excitation Coulombienne à l’aide
d’un faisceau d’OxygŁne d’Ønergie comprise entre 42 et 80 MeV.
La gure 3.32 donne le schØma de niveaux et les transitions γ observØes à partir de
rØactions d’excitation Coulombienne de l’190Os par un faisceau d’OxygŁne d’Ønergies
comprises entre 42 et 80 MeV [Cas69, Wu84]. A 30 MeV d’Ønergie du faisceau nous
observons sur le spectre corrØlØ part.-γ quasiment toutes les transitions dont le niveau de
dØpart a une Ønergie d’excitation infØrieure à 1 MeV. Les rØsultats à 30 MeV comportant
les intensitØs mesurØes sont reportØs dans le tableau 3.4.
La section efcace totale d’excitation Coulombienne à 30 MeV s’obtient à partir des
raies du spectre brut (sans coïncidence avec le Silicium) à 186.7 et 557.9 keV dont l’Øtat
nal est l’Øtat fondamental. Il est nØcessaire de prendre aussi en compte la dØcroissance
de ces Øtats par conversion interne. Les coefcients de conversion sont respectivement
α186.7 = 0.425 et α557.9 = 0.051. On obtient σCoul. ,= 300 ± 28 ± 60 mb. La premiŁre
incertitude concerne l’aire des pics tandis que la seconde provient de l’incertitude sur
l’Øpaisseur de la cible.
A 19.5 MeV d’Ønergie du faisceau par contre la raie à 186.7 keV du premier Øtat excitØ
est masquØe par une raie du 65Cu. Seule la raie à 557.9 keV de l’190Os est prØsente dans
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transition Ei (keV) Ef (keV) Eγ (keV) IntensitØ (%)
2+ → 0+ 186.7 0.0 186.7 100.0 ± 5.2
4+ → 2+ 547.8 186.7 361.1 21.0 ± 4.1
2+ → 2+ 557.9 186.7 371.2 17.9 ± 3.8
2+ → 0+ 557.9 0.0 557.9 10.2 ± 3.5
3+ → 2+ 756 186.7 569.3 8.9 ± 3.3
4+ → 2+ 955.3 557.9 397.4 6.0 ± 3.1
4+ → 4+ 955.3 547.8 407.5 8.5 ± 4.1
TAB. 3.4  Transitions γ observØes et attribuØes à l’190Os pour une Ønergie de faisceau
de 30 MeV. Ei : Ønergie initiale, Ef : Ønergie nale, Eγ = Ei − Ef : Ønergie des γ et
intensitØs relatives de chaque transition.
le spectre part.-γ. Elle n’est cependant pas observable dans le spectre brut à cause de sa
faible intensitØ. La dØtermination de la section efcace associØe à cette raie contient donc
un grande incertitude et seules des bornes infØrieure et supØrieure peuvent Œtre xØes, la
premiŁre en mesurant la section efcace dans le spectre part.-γ et la deuxiŁme en estimant
la limite d’observation d’un pic dans le spectre brut. On obtient 1 mb < σ557.9 < 14 mb.
Raies γ de l’191Os∗
FIG. 3.33  Partie basse Ønergie du schØma de niveaux de l’190Os obtenue par absorption
de neutrons thermiques.
L’191Os peut lui aussi Œtre formØ par des rØactions avec une particule chargØe dans
la voie de sortie. La gure 3.33 donne la partie basse Ønergie de son schØma de niveaux
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obtenu par absorption de neutrons thermiques [Bor91]. Seules les quatres raies les plus
intenses ont pu Œtre observØes dans le spectre part.−γ donnØ sur la gure 3.34, et seule-
ment à l’Ønergie de 30 MeV. Leurs Ønergies et intensitØs relatives sont reportØes dans le
tableau 3.5.
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FIG. 3.34  Spectre γ en coïncidence avec une particule dans le Silicium à 30 MeV. En
noir : cible de 190Os+63Cu. En gris : cible de 63Cu.
transition Ei (keV) Ef (keV) Eγ (keV) IntensitØ (%)
11/2+ → 9/2− 175.7 0.0 175.7 100 ± 11
5/2− → 9/2− 272.8 0.0 272.8 49 ± 19
7/2+ → 11/2+ 410.8 175.7 235.1 56 ± 22
1/2−, 3/2− → 3/2− 417.2 141.9 275.2 34 ± 27
TAB. 3.5  Idem que le tableau 3.4 pour l’191Os.
Les raies à 175.7 et 272.8 keV alimentent l’Øtat fondamental et doivent donc Œtre
prises en compte pour le calcul de la section efcace de formation de l’191Os. D’autres
transitions alimentent cependant le fondamental mais ne sont pas observØes. C’est le cas
notamment de la transition à partir du premier Øtat excitØ à 74.4 keV (voir gure 3.33)
qui se fait principalement par conversion interne (coefcient de conversion α74.4 ∼ 1500
d’aprŁs le code HSICC [HSI77]). On peut cependant prendre en compte une partie impor-
tante de l’alimentation du fondamental manquØe par conversion interne en considØrant
aussi la transition à 275.2 keV dans le calcul de la section efcace de production du
191Os. En effet cette transition alimente des Øtats d’Ønergies d’excitation plus faibles que
celles des Øtats Ømetteurs des deux raies dØja prises en compte (175.7 et 272.8 keV). Cela
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n’est bien sßr pas sufsant pour obtenir la section efcace totale de formation de l’191Os
puiqu’il existe d’autres raies non observØes car pas assez intenses qui conduisent au fon-
damental et aux Øtats de faible Ønergie d’excitation. Il est alors important de noter que la
section efcace que nous allons calculer sous-estimera la section efcace de formation de
l’191Os.
La raie principale à 175.7 keV se confond dans le spectre brut avec une raie associØe
à une rØaction avec le 65Cu. La transition à 275.2 keV n’est quant à elle pas assez intense
pour Œtre observØe dans le spectre brut. Seule la raie à 272.8 keV donne un pic observable
dans ce spectre. Son aire est cependant obtenue avec une forte incertitude : 1370 ± 1050
ØvŁnements. Le calcul de la section efcace totale de formation du 191Pt doit donc se faire
en estimant les aires des deux autres transitions utilisØes à partir des intensitØs du tableau
3.5. On obtient nalement une section efcace avec une forte incertitude :
σ30MeV191Os = 35
+97
−27 mb.
Conjectures : raie à 870 keV
Une raie à 870 keV dont l’origine est hypothØtique est observØe avec les cibles 63Cu+190Os
à 30 MeV et 65Cu+190Os à 19.5 MeV. Elle n’est pas prØsente dans les spectres obtenus
avec les cibles de 63Cu et de 65Cu. Ces γ sont en coïncidence avec des particules char-
gØes. La gure 3.35 montre le spectre γ à 30 MeV en coïncidence avec un signal dans le
Silicium. Le spectre obtenu avec la cible de 63Cu est mis à l’Øchelle avec le spectre obtenu
avec la cible 63Cu+190Os et on voit trŁs nettement le pic à 870 keV n’apparaître que dans
ce dernier.
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FIG. 3.35  Spectres γ en coïncidence avec le Silicium à 30 MeV d’Ønergie du faisceau
avec les cibles de 63Cu+190Os et de 63Cu.
Cette raie est assez intense pour Œtre observØe dans le spectre sans coïncidence que ce
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soit à 19.5 ou 30 MeV d’Ønergie du faisceau. Les sections efcaces associØes à cette raie
sont
σ19.5MeV870 = 114 ± 5 ± 23 mb
et
σ30MeV870 = 252 ± 10 ± 50 mb
oø la premiŁre incertitude concerne l’aire du pic et la seconde l’Øpaisseur de la cible.
Le phØnomŁne à l’origine de l’Ømission de ces γ est donc relativement important. Il
est peu probable qu’ils proviennent d’une rØaction associØe à l’190Os ni à ses isotopes.
Le seul noyau dans cette rØgion de masse ayant une transition de 870 keV est l’192Os
mais à haute Ønergie d’excitation or nous n’observons aucune autre raie γ de l’192Os. Une
conrmation forte du fait que ce pic ne provient pas de rØaction avec l’Osmium est qu’il
est toujours prØsent dans les spectres obtenus avec des cibles composØes de Cuivre et des
isotopes 188 et 192 de l’Osmium.
Nous avons Ømis l’hypothŁse que cette raie pouvait provenir du premier Øtat excitØ
de l’17O. Ce dernier peut Œtre formØ par transfert de neutrons de l’6He vers des noyaux
d’16O. L’16O peut Œtre prØsent dans les cibles contenant de l’Osmium si celui-ci s’oxyde.
L’observation de l’excitation Coulombienne d’16O aurait pu conrmer cette hypothŁse.
Celle-ci est cependant difcile car le premier Øtat excitØ de l’16O est à plus de 6 MeV qui
est la valeur supØrieure autorisØe par les amplicateurs linØaires lors de notre expØrience.
De plus l’efcacitØ de dØtection qui dØcroît avec l’Ønergie est alors trŁs faible.
3.6 Analyse et interprØtation des rØsultats
3.6.1 Fusion
Le 193Pt et le 192Pt sont issus de l’Øvaporation respectivement de 3 et 4 neutrons du
196Pt, noyau composØ provenant de la fusion complŁte de l’6He sur l’190Os. La fusion
incomplŁte du coeur α de l6He est quant à elle peu probable. En effet, l’α, qui provient
d’une cassure de l’6He, n’emporte que 2/3 environ de l’Ønergie cinØtique. Or la barriŁre
Coulombienne est estimØe autour de 18.5 MeV [Nav01]. Ainsi à 30 MeV d’Ønergie du
faisceau, un α issu d’une cassure a une Ønergie trŁs voisine de la barriŁre tandis que
l’Ønergie d’un 6He se situe largement au dessus. La fusion incomplŁte, mŒme si elle peut
amener au mŒme rØsidu d’Øvaporation, est donc largement nØgligeable. Ceci est encore
plus vrai à 19.5 MeV d’Ønergie du faisceau puisque dans ce cas les α sont largement
sous-Coulombiens.
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Comparaison aux modèles
Un modŁle de pØnØtration de barriŁre à une dimension donne la section efcace totale
de fusion de l’6He voisine de 1.1b à 30 MeV et 0.22 b à 19.5 MeV [Nav01]. Des calculs de
dØcroissance statistique du noyau composØ donnent la rØpartition de ces sections efcaces
[Nav03] :
 σ30MeV4n ' 978 mb et σ30MeV3n ' 126 mb à 30 MeV
 σ19.5MeV3n ' 200 mb et σ19.5MeV2n ' 18 mb à 19.5 MeV.
Notons que la voie de dØcroissance par deux neutrons à 19.5 MeV est trop faible comparØe
à la voie 3n pour Œtre observØe au cours de notre expØrience. Nous n’avons d’ailleurs
observØ aucune raie du 194Pt ni à 30 ni à 19.5 MeV.
Ainsi, les sections efcaces expØrimentales de fusion que nous obtenons sont consi-
dØrablement plus faibles que celles prØdites par le modŁle de passage de barriŁre à une
dimension :
 σfus.exp./σ
fus.
th. ∼ 30% à 30 MeV
 σfus.exp./σ
fus.
th. < 6% à 19.5 MeV.
Comparaison à la réaction 4He+192Os
Nous cherchons à Øtudier l’effet de neutrons faiblement liØs sur la fusion. Il est donc
nØcessaire de comparer la rØaction avec l’6He à une rØaction dont le projectile est simi-
laire mais sans neutron faiblement liØ. La logique veut que ce projectile soit l’4He connu
pour sa grande stabilitØ. En utilisant comme cible l’192Os on forme alors le mŒme noyau
composØ, ce qui nous permet de nous affranchir d’effets parasites provenant de la voie de
sortie.
Le mØcanisme ØtudiØ ici est la fusion et concerne la voie d’entrØe. Nous choisissons
donc de tracer les fonctions d’excitation en fonction de l’Ønergie du centre de masse qui
est le paramŁtre le mieux adaptØ pour l’Øtude de la voie d’entrØe puisque n’y intervient
pas le Q de la rØaction.
De plus la charge des noyaux ne varie pas dans les deux systŁmes que nous compa-
rons. Les barriŁres de fusion sont donc voisines. En se basant sur des systŁmes similaires
mesurØs expØrimentalement, ces barriŁres sont estimØes à 18.5 et 19.2 MeV pour les sys-
tŁmes 6He+190Os et 4He+192Os respectivement.
La gure 3.36 donne la section efcace de fusion en fonction de l’Ønergie pour la
rØaction 4He+192Os rØalisØe à l’aide d’un TANDEM à Bombay. La technique utilisØe pour
mesurer cette fonction d’excitation est la mŒme que pour notre expØrience au GANIL, à
savoir la section efcace de fusion est dØduite de l’intensitØ des raies γ des rØsidus de
fusion.
Les deux points que nous avons obtenus pour la rØaction 6He+190Os sont aussi reprØ-
sentØs. La rØduction de la fusion avec l’6He par rapport à l’4He est trŁs nette, mŒme trŁs
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FIG. 3.36  Fonction d’excitation expØrimentale du systŁme 4He+192Os. Les points du
systŁme 6He+190Os sont aussi reprØsentØs (barres d’erreur sans tiret horizontal). Les
Łches en gras indiquent les positions des barriŁres.
au dessus de la barriŁre dans une rØgion oø la section efcace est quasiment plate.
Interprétation
Ces rØsultats semblent donc cohØrents avec la rØduction de la fusion complŁte au des-
sus de la barriŁre prØdite dans le cadre gØnØral des noyaux faiblement liØs par les diffØ-
rentes thØories. Dans le cas de l’6He, celle-ci ne se fait pas au prot de la fusion incom-
plŁte. En effet l’α produit par cassure a la mŒme charge que le projectile et donc la barriŁre
Coulombienne reste quasiment inchangØe (elle croît mŒme à cause de la diminution du
rayon). Or son Ønergie diminue considØrablement. Elle est en effet proportionnelle au rap-
port de sa masse sur celle du projectile initial. Qui plus est, il n’y a pas de post-accØlØration
Coulombienne entre les fragments de cassure puisque seul l’α est chargØ.
Notons que cette post accØlØration, s’il elle avait eu lieu, aurait pu avoir un effet sur
la fusion incomplète. On peut en effet imaginer que la fusion sous-Coulombienne d’un
fragment A 11 est accrue lorsque les fragments se sØparent selon l’axe de la collision et
que le fragment A est Ømis en direction de la cible. En effet dans ce cas il acquiert une
vitesse supplØmentaire l’aidant à franchir la barriŁre. Par contre, si le fragment A est Ømis
dans l’autre sens sa probabilitØ de fusionner diminue. On retrouve alors le concept de la
distribution de barriŁre, chaque barriŁre Øtant associØe à un axe de cassure.
La gure 3.37 illustre ce dernier point. Nous nous plaçons en cinØmatique inverse (le
11Le terme “sous-Coulombienne” fait référence à la barrière de fusion du fragment A. La barrière de
fusion associée au projectile n’a en effet plus de sens une fois que la cassure a eu lieu.
3.6. Analyse et interprétation des résultats 75
Energie du centre de masse
T
1
A
AdT
dE
B B0B − +
A
A
A A
cassure
FIG. 3.37  BarriŁre de fusion et Transmission du fragment A dans le cas oø il constitue
lui mŒme la cible (à gauche) et dans le cas oø il provient d’une cassure (à droite). Les
schØmas de la collision centrale sont donnØs dans le rØfØrentiel du noyau subissant la
cassure.
noyau qui se casse est la cible car la cassure est plus aisØe à reprØsenter dans son rØfØrentiel
propre). Cette gure reprØsente une rØaction centrale dans le cas oø le fragment A est lui
mŒme le partenaire de collision et dans le cas oø il provient d’une cassure. Seuls deux
cas de gure pour la cassure sont reprØsentØs correspondant à une Ømission des fragments
le long de l’axe de collision. Il va de soi qu’en rØalitØ le fragment A peut Œtre Ømis dans
toutes les directions, ce qui a pour effet d’Øtaler la distribution de barriŁre.
Dans le cas de l’6He, cet effet aurait pu Œtre visible si la cassure se faisait en deux tri-
tons. Mais ce n’est pas le cas et comme nous l’avons dØja remarquØ, le fait qu’un seul des
fragments soit chargØ interdit ce type de couplage. Il peut cependant y avoir un couplage
dß à la vitesse de Fermi des neutrons faiblement liØs et de l’α au sein mŒme de l’6He mais
l’effet de ce couplage devrait Œtre marginal.
Si l’on nØglige le cas oø le projectile se casse et tous ses fragments fusionnent avec
la cible, alors il y a une diminution de ux du projectile et la section efcace de fusion
complŁte ne peut que diminuer. C’est ce qu’illustre la partie haute de la gure 3.38 qui
donne la transmission du projectile. Cette derniŁre peut Œtre dØnie comme le rapport
Tproj. =
nombre de fusions complŁtes
nombre de projectiles incidents .
La cassure du projectile a alors un effet non seulement à la barriŁre, mais aussi sur le
plateau de la fonction d’excitation. C’est ce que nous observons sur la gure 3.36. Cela a
aussi ØtØ trŁs nettement observØ par Dasgupta et al. pour le 7Li et le 9Be [Das02, Das99].
Par contre, s’il y a cassure en plusieurs fragments chargØs engendrØe par la prØsence
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FIG. 3.38  ReprØsentation schØmatique de la transmission du projectile (en haut) et de
celle d’un fragment issu d’une cassure du projectile (en bas).
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de la cible (cassure Coulombienne ou nuclØaire), c’est à dire un couplage entre la cassure
et la distance relative entre les noyaux, alors ce couplage peut avoir un effet sur la fusion
des fragments (fusion incomplŁte) grâce au mØcanisme dØcrit plus haut. Il y a alors une
augmentation de la fusion sous Coulombienne au dØtriment de la fusion au dessus de
la barriŁre. C’est ce qu’indique la reprØsentation schØmatique de la transmission d’un
fragment issu de la cassure en fonction de son Ønergie sur la partie basse de la gure 3.38.
Cette transmission peut quant à elle Œtre dØnie comme le rapport
Tfrag. =
nombre de fusion avec le fragment
nombre de cassure .
Notons enn que la sommation des sections efcaces de fusion incomplŁte et de fusion
complŁte n’a pas de sens car les systŁmes ØtudiØs ne sont plus les mŒmes. En effet le noyau
composØ n’est plus le mŒme ainsi que son Ønergie d’excitation. De plus les barriŁres de
fusion sont diffØrentes et l’Ønergie du projectile n’est pas celle du fragment.
3.6.2 Excitation Coulombienne
L’excitation Coulombienne est un processus ØlectromagnØtique bien compris et re-
produit par les models. Nous avons utilisØ le code COULEX 78 [COU78] pour estimer
la section efcace totale d’excitation Coulombienne lors de la rØaction 6He+190Os. Les
valeurs de B(E2) nØcessaires à ce calcul sont tirØes de la rØfØrence [Cas69]. Le rØsultat
à 30 MeV est σex.coul. = 320 ± 30 mb en excellent accord avec notre valeur de 300± 88
mb. Notons que ce rØsultat valide la mØthode utilisØe pour le calcul des Øpaisseurs de cible
puisque les sections efcaces leur sont directement proportionnelles.
D’autre part, les rapports des intensitØs des deux transitions menant à l’Øtat fonda-
mental obtenus expØrimentalement et par le code sont voisins Øtant donnØes les barres
d’erreurs :
I557.9
I186.7
)
exp.
= 7.5 (±3.0) 10−2
I557.9
I186.7
)
calc.
= 12.2 (±2.5) 10−2.
Enn à 19.5 MeV, la section efcace d’excitation Coulombienne calculØe avec COU-
LEX 78 est de l’ordre de 215 mb. Comme nous l’avons dit dans le partie 3.5.2, la raie γ à
186.7 keV correspondant à la transition entre le permier Øtat excitØ et l’Øtat fondamental
de l’190Os est masquØe par une raie du 65Cu. De plus la section efcace associØe à la tran-
sition 4+ → 2+ est trop faible (∼ 1 mb d’aprŁs COULEX 78) pour pouvoir Œtre observØe.
Quant à la transition à 557.9 keV, nous avions obtenu expØrimentalement la fourchette 1
mb < σ557.9 < 14 mb. Ce dernier rØsultat est cohØrent avec le calcul qui donne 13 mb,
mais il n’est cependant pas possible de vØrier prØcisØment les rØsultats de COULEX 78
à 19.5 MeV.
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3.6.3 Mécanisme de formation du 191Os
DiffØrents scØnari sont envisageables pour la formation de l’191Os. Il semble naturel
de considØrer que le neutron apportØ à la cible d’190Os provienne de la peau de neutron
de l’6He. Il n’en reste pas moins que plusieurs mØcanismes pouvent produire cette voie
de sortie. On peut en effet imaginer
 un transfert d’un neutron du projectile,
 un transfert de deux neutrons suivi de l’Øvaporation d’un neutron
 une cassure de l’6He suivie de la fusion d’un neutron
 une cassure de l’6He suivie de la fusion des deux neutrons puis de l’Øvaporation
d’un neutron.
Il n’est cependant pas trivial de distinguer ces diffØrents phØnomŁnes, notre dispositif
expØrimental n’Øtant pas dØdiØ à une expØrience de transfert. Il est notamment difcile de
dire si un ou deux neutrons ont ØtØ absorbØs par l’190Os. La distinction entre un transfert
et une cassure suivie de la fusion de neutron est quant à elle discutable et certainement
inaccessible expØrimentalement, surtout si la cassure a lieu prŁs de la cible. Il n’en reste
pas moins que nous avons obtenu une signature nette du passage d’un neutron du projec-
tile vers la cible, ce que dans la suite nous appelons transfert et qui englobe les quatre
mØcanismes ci-dessus.
E. F. Aguilera et al. avaient dØja observØ un grand nombre d’4He en sortie de la rØ-
action 6He+190Os au dessus et au dessous de la barriŁre mais n’avaient pu l’attribuer au
transfert ou à la cassure de l’6He [Agu00, Agu01]. Notre expØrience a permis de mettre
en Øvidence le transfert de neutrons au dessus de la barriŁre. Le transfert n’explique ce-
pendant qu’une faible partie de la forte diminution de section efcace de fusion observØe.
La majoritØ de cette diminution doit en effet Œtre imputØe à la cassure de l’6He.
3.7 Conclusion
Nous avons ØtudiØ dans ce chapitre le rôle des couplages entre la cassure d’un noyau
possØdant des neutrons faiblement liØs et le mouvement relatif des deux partenaires de
collision lors de la fusion. On a vu qu’il s’agit d’une question qui partage la communautØ
scientique, tant thØorique qu’expØrimentale. L’expØrience rØcente que nous avons effec-
tuØe au GANIL de fusion de l’6He sur l’190Os au dessus et au voisinage de la barriŁre,
ØtudiØe par spectroscopie γ des rØsidus de fusion - Øvaporation, semble indiquer une forte
diminution de la fusion au dessus et au voisinage de la barriŁre Coulombienne en com-
paraison de la rØaction 4He+192Os menant au mŒme noyau composØ. Nous avons attribuØ
cette diminution à la rØduction du ux de particules incidentes à cause de leur cassure.
Nos rØsultats sont en contradiction avec les expØriences de fusion de l’6He autour
de la barriŁre dØja rØalisØes avec d’autres mØthodes pour mesurer la section efcace de
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fusion [Kol98, Tro00]. L’origine de ce dØsaccord est encore obscur. Il est donc nØcessaire
de rØaliser d’autres expØriences sur la fusion impliquant des noyaux exotiques faiblement
liØs. Une combinaison de plusieurs mØthodes de mesure des sections efcaces de fusion
permettrait peut-Œtre de lever le voile sur ce mystŁre.
D’autre part, nous avons observØ au-dessus de la barriŁre des raies γ attribuØes à
l’191Os, ce qui constitue une signature direct du passage d’un neutron du projectile à la
cible. Il est cependant difcile avec cette expØrience de dire s’il y a eu transfert de un ou
deux neutrons du projectile avant la formation de l’191Os.
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Chapitre 4
Du point selle à l’équilibre :
Rôle des modes collectifs.
4.1 Introduction
4.1.1 Chemin vers l’équilibre
Une fois le point selle franchi, la formation du noyau composØ (NC) peut commen-
cer. Il reste cependant un long chemin à parcourir pour atteindre l’Øquilibre statistique, et
ce n’est qu’une fois à l’Øquilibre qu’en toute rigueur nous sommes autorisØs à parler de
noyau composØ. Avant cela, il est impossible de dØnir une tempØrature du systŁme.
A l’Øquilibre, le noyau a rØparti statistiquement l’intØgralitØ de son Ønergie d’excitation
dans chacun de ses degrØs de libertØ. Une consØquence directe est que le noyau com-
posØ a perdu toute mØmoire de la structure des noyaux de la voie d’entrØe. On comprend
alors la prØsence d’une importante Øtape de prØØquilibre entre le passage du point selle et
l’Øquilibre. Cette Øtape est sans doute la moins bien comprise à l’heure actuelle dans le
mØcanisme de fusion/Øvaporation. Pourtant des outils thØoriques existent qui permettent
cette Øtude. De l’approximation TDHF aux approches à la Langevin en passant par les
modŁles semi-classiques, tout un Øventail de thØories avec des domaines de validitØ com-
plØmentaires sont disponibles.
D’un point de vue expØrimental, le choix est un peu plus restreint. Le seul moyen d’ob-
tenir des informations sur cette Øtape passe par l’observation de particules de prØØquilibre.
Les γ de prØØquilibre peuvent par exemple apporter des informations sur l’Øquilibration
des charges dans le noyau, et mŒme, comme nous le verrons, sur sa forme. En effet, au
point de contact, les protons sont situØs dans l’un ou l’autre des deux noyaux. La distribu-
tion de charge est alors diffØrente de celle du noyau composØ (ØquilibrØ). Un mouvement
des protons durant la phase de prØØquilibre, appelØ Øquilibration des charges, doit alors
avoir lieu pour atteindre la conguration d’Øquilibre. Ce mouvement collectif peut Œtre
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accompagnØ de l’Ømission de γ signant les caractØristiques de la phase de prØØquilibre.
Ce que nous proposons ici est d’Øtudier d’un point de vue thØorique (principalement à
l’aide de TDHF) les caractØristiques de certains modes collectifs excités dans la phase de
prééquilibre du noyau composé. Nous allons nous intØresser plus particuliŁrement aux
modes impliquant une accØlØration des charges, celle-ci Øtant en effet observable grâce au
rayonnement ØlectromagnØtique qui lui est associØ. Le but de cette Øtude est de dØgager les
caractØritiques expØrimentalement observables qui porteront des informations pertinentes
sur cette phase de prØØquilibre. Mais auparavant, faisons un bref rappel historique sur les
modes collectifs qui vont nous intØresser le plus dans ce chapitre, à savoir ceux qui ont
une nature vibrationnelle impliquant l’ensemble des nuclØons du noyau. De tels modes
sont encore appelØs Résonances Géantes.
4.1.2 Résonances Géantes
Les RØsonances GØantes (RG) sont des excitations cohØrentes impliquant l’ensemble
des nuclØons du noyau. Elles peuvent Œtre interprØtØes dans le cadre de modŁles macrosco-
piques de type hydrodynamique comme des vibrations des uides du noyau caractØrisØs
par leur nombres quantiques. Ces nombres quantiques Øtant le spin et l’isospin, il y a donc
quatre uides susceptibles de vibrer. Si la vibration ne distingue pas protons et neutrons,
alors la rØsonance est dite isoscalaire en opposition aux rØsonances isovectorielles dans
lesquelles protons et neutrons vibrent en opposition de phase. On distingue de mŒme les
rØsonances Ølectriques et magnØtiques. Les premiŁres sont associØes à une vibration des
spins en phase tandis que dans une rØsonance magnØtique, spins ↑ et ↓ oscillent en oppo-
sition de phase.
La premiŁre rØsonance gØante (gure 4.1) a ØtØ observØ par Baldwin et Klaiber en
1947 lors d’une mesure de photossion induite par rayons γ [Bal47]. Elle a ØtØ interprØ-
tØe l’annØe suivante par Goldhaber et Teller [Gol48] comme une vibration dipolaire des
protons et des neutrons en opposition de phase (GDR). Les rayons γ de l’Ønergie de la
transition entre l’Øtat fondamental et le premier phonon de la GDR ont une grande proba-
bilitØ d’Œtre absorbØ par l’238U. Ce dernier, une fois dans son Øtat excitØ a une probabilitØ
de ssionner accrue.
Le modŁle de Goldhaber et Teller suppose un dØplacement global de protons et des
neutrons. La force de rappel provient alors des variations de la densitØ à la surface du
noyau. Un rØsultat important de ce modŁle est qu’il prØvoit une Øvolution de l’Ønergie de
la GDR avec la masse en EGDR ∼ A−1/6. Cependant seuls les noyaux lØgers semblent
Œtre affectØs par ces effets de surfaces. ExpØrimentalement, les noyaux plus lourds ont
une Øvolution en EGDR ∼ A−1/3. Il faudra attendre le modŁle de Steinwedel et Jensen
en 1950 [Ste50] qui suppose un dØplacement local des densitØs de protons et de neutrons
sans affecter la surface du noyau pour reproduire correctement cette Øvolution.
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FIG. 4.1  Taux de photo-ssion de l’238U en fonction de l’Ønergie des γ incidents [Bal47].
Le pic est interprØtØ comme une oscillation des protons et des neutrons.
D’autres rØsonances gØantes ont ensuite ØtØ observØes. C’est le cas par exemple de
la rØsonance gØante quadrupolaire (GQR, L = 2) isoscalaire associØe à une oscillation
de la forme du noyau entre allongØe et aplatie dØcouverte en 1972 par Fukuda et Tori-
zuka [Fuk72]. La rØsonance gØante monopolaire (GMR, L = 0) isoscalaire associØe à
une succession de dilatation et de compression du noyau a quant à elle ØtØ dØcouverte par
N. Marty et al. [Mar76] et D. H. Youngblood et al. [You77]. Ces deux rØsonances sont
apparues dans des rØactions de diffusion inØlastique de particules lØgŁres et non par des
absorptions ou Ømissions de γ. Il est en effet impossible d’observer un γ de la dØcrois-
sance d’une GMR (ou à l’inverse une photoabsorption l’excitant) à cause de la conser-
vation du moment angulaire. C’est par contre possible avec la GQR, mais la probabilitØ
d’un processus ØlectromagnØtique dØcroît rapidement avec le moment angulaire, rendant
les expØriences difciles.
D’autres rØsonances ont encore ØtØ ØtudiØes comme la GQR isovectorielle Ølectrique
[Dal92] ou les GMR isovectorielles Ølectriques et magnØtiques [Zeg00], mais la vØri-
table preuve de la nature vibrationnelle des rØsonances gØantes date de la dØcouverte du
deuxiŁme phonon en 1993, vibration ayant une Ønergie par rapport au fondamental deux
fois plus grande que l’Øtat à un phonon possØdant les mŒmes nombres quantiques. Trois
articles sont parus cette annØe là relatant l’observation de ces Øtats à deux phonons d’une
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mŒme RG. Ritman et al. [Rit93] publiŁrent leurs donnØes sur la dØcroissance via deux γ
succØssifs de l’Øtat GDR ⊗GDR du 208Pb, Schmidt et al. [Sch93] observŁrent le mŒme
Øtat dans le 136Xe via son Ømission de neutrons aprŁs excitation Coulombienne, et en-
n Scarpaci et al. [Sca93] trouvŁrent une signature de l’Øtat GQR ⊗ GQR du 40Ca en
mesurant les Ønergies des protons Ømis. Le caractŁre vibratoire des RG est donc Øtabli,
et la communautØ qui travaille sur ce sujet (aussi bien thØoriciens qu’expØrimentateurs)
s’investit dorØnavant essentiellement dans l’Øtude de l’anharmonicitØ de ces vibrations,
comme nous le faisons d’un point de vue thØorique dans l’annexe D. Une revue dØtaillØe
sur les expØriences et les thØories traitant de ces Øtats multiphonons a ØtØ publiØe par Cho-
maz et Frascaria en 1995 [Cho95a]. Enn, de rØcents travaux rapportent des indications
expØrimentales sur le troisiŁme phonon [Fal02].
FIG. 4.2  Spectre γ de la rØaction 82Se+40Ar→ 122Te∗ à E40Ar = 170 MeV [New81].
On a vu qu’un deuxiŁme phonon de RG pouvait Œtre excitØ à partir d’un phonon dØjà
excitØ, constituant ainsi un Øtat à deux phonons. De maniŁre analogue, un phonon de RG
peut Œtre construit sur n’importe quel Øtat excitØ, ce qui a ØtØ prØdit pour la premiŁre
fois en 1955 par Brink [Bri55]. Ce genre de RG a ØtØ formØ pour la premiŁre fois dans
une expØrience de capture de proton (p, γ) sur le 11B en 1964 [Kov79]. L’Øtat excitØ Øtait
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alors le premier Øtat 2+ du 11B. On peut aussi former une GDR sur un Øtat de haute Ønergie
appartenant à un quasi-continuum d’Øtats fortement couplØs entre eux. Il s’agit alors d’une
GDR chaude. Un moyen de former ce genre de GDR est d’utiliser une rØaction de fusion.
La premiŁre dØcroissance par Ømission d’un γ d’une GDR chaude dans un noyau composØ
a ØtØ rØalisØe par Newton et al. en 1981 [New81]. La rØaction Øtait 82Se+40Ar→ 122Te∗
à E40Ar = 170 MeV. La gure 4.2 est tirØe de cet article et montre le spectre des γ Ømis
par le noyau composØ. On peut voir un accroissement du nombre de γ autour de l’Ønergie
moyenne de la GDR (∼ 15 MeV) par rapport au fond statistique Ømis par le continuum.
Cet accroissement est associØ à la GDR chaude. Les GDR chaudes sont traitØes dans la
revue [Gaa92]. On peut aussi citer un article relatant l’observation rØcente du deuxiŁme
phonon de la GDR chaude [Vie01].
4.1.3 GDR de prééquilibre
Nous proposons d’utiliser les modes collectifs excitØs dans la phase de prØØquilibre
pour Øtudier les caractØristiques de cette Øtape de la rØaction. Nous nous intØresserons
principalement à la GDR de prØØquilibre (isovectorielle) parce que ses caractØristiques
dØpendent fortement de la structure de l’Øtat sur lequel la GDR est construite [Sno86,
Gaa92]. La mesure des particules Ømises à partir de la GDR de prØØquilibre (essentiel-
lement les γ) peuvent ainsi apporter des informations par exemple sur la dØformation du
noyau avant l’Øquilibre.
L’idØe est de former un noyau composØ avec deux noyaux asymØtriques en N/Z. Une
telle rØaction peut amener à l’excitation d’un mode dipolaire isovectoriel à cause de la
prØsence d’un moment dipolaire non nul dans la voie d’entrØe. Il peut donc y avoir une
oscillation de ce mode dipolaire avant que les charges soient ØquilibrØes dans le noyau.
Ces GDR de prØØquilibre ont ØtØ proposØes initialement par Chomaz et al. [Cho93] et ont
fait l’objet d’investigations thØoriques par Dasso et al. à l’aide d’une approche phØnomØ-
nologique [Das01] que nous dØtaillerons plus loin, par Baran et al. à l’aide d’un modŁle
semi-classique [Bar96, Bar01a, Bar01b]. Nous l’aborderons ici dans le cadre de la thØorie
TDHF [Sim01, Sim03b].
De telles rØactions asymØtriques enN/Z accroissent ainsi le nombre de γ Ømis par des
GDR puisque une composante non-statistique vient s’ajouter à la composante statistique.
Cet accroissement a ØtØ observØ expØrimentalement dans des rØactions de fusion [Fli96,
Cin98, Amo98, Pie01] et dans des rØacions profondØment inØlastiques [Tro99, San99,
Pap99]. La gure 4.3 montre le spectre des γ Ømis par le mŒme noyau composØ formØ
dans les rØactions 36S+104Pd (quasi-symØtrique en N/Z) et 40Ca+100Mo (asymØtrique
en N/Z). L’Øchelle du spectre est logarithmique et la bosse autour de 12 MeV provient
des γ de la GDR. On voit que pour la rØaction asymØtrique en N/Z la bosse est plus
importante, ce qui est encore plus frappant sur la gure 4.4 montrant ce spectre divisØ par
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FIG. 4.3  Spectre des γ Ømis par le 140Sm formØ par deux rØactions de fusion diffØrentes
[Fli96] (Øchelle logarithmique).
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FIG. 4.4  Spectre de la gure 4.3 divisØ par le fond statistique thØorique obtenu par
CASCADE en tenant compte de la rØponse des dØtecteurs (Øchelle linØaire).
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le fond statistique thØorique obtenu par le code CASCADE [Puh77] en tenant compte de
la rØponse des dØtecteurs.
4.1.4 Plan du chapitre
Dans ce chapitre nous prØsentons des calculs quantiques sur la GDR de prØØquilibre
dans le cadre de la thØorie TDHF (voir annexe C). Dans la partie 4.2 nous utiliserons
l’approche phØnomØnologique proposØe par Dasso et al. pour expliquer qualitativement
l’excitation d’une GDR de prØØquilibre [Das01]. Puis nous traiterons l’accroissement du
nombre de γ Ømis par la GDR qui rØsulte de l’excitation de GDR de prØØquilibre dans la
partie 4.3. Ensuite, dans la partie 4.4 nous Øtudierons l’inuence de la voie d’entrØe sur ce
mode collectif ainsi que les informations que nous pouvons tirer sur la structure du noyau
composØ durant sa phase de prØØquilibre. Enn, avant de conclure nous prØsenterons dans
la partie 4.5 une application originale de ces GDR de prØØquilibre dont la prØsence peut
augmenter les sections efcaces de fusion-Øvaporation, ce qui pourrait Œtre utile pour la
production de noyaux super-lourds.
4.2 Approche phØnomØnologique
Lors d’une fusion de deux noyaux avec diffØrents rapports N/Z, les centres de masse
proton et neutron ne coïncident pas lorsqu’ils atteignent le point de contact. Il y a donc
une force de rappel qui cherche à Øquilibrer protons et neutrons. Les nuclØons peuvent
ainsi entrer en oscillation les uns par rapport aux autres. Le nombre moyen de phonons
excitØs, qui peut Œtre associØ à l’amplitude de l’oscillation dipolaire, est donc non nul
dans cette phase de prØØquilibre. Il en rØsulte une augmentation du nombre de γ Ømis de
la GDR, les γ de prØØquilibre venant s’ajouter aux statistiques. Cette augmentation est
non nØgligeable si l’on en croit les valeurs expØrimentales suivantes
 16% pour Flibotte et al. [Fli96] (voir plus haut la partie 4.1.3).
 36% pour Cinausero et al. [Cin98] qui comparaient les systŁmes 16O(N/Z =
1)+98Mo(N/Z = 1.33) et 48Ti(N/Z = 1.18)+64Ni(N/Z = 1.28) a des Ønergies
E16O = 8.13 MeV/u et E48Ti = 4.8 MeV/u respectivement.
Nous allons suivre la dØmarche de Dasso et al. [Das01] en considØrant deux noyaux
sphØriques en contact. Les nuclØons sont autorisØs à passer d’un noyau à l’autre, les seules
contraintes imposØes Øtant la forme sphØrique des deux noyaux et la distance dØterminØe
par leur point de contact. La force de rappel entre protons et neutrons à l’interface entre
les deux noyaux tente alors à restaurer la symØtrie en N/Z. Cette force peut Œtre dØrivØe
de l’Ønergie potentielle totale calculØe à partir de la formule de masse
M(A,Z)c2 = Zmpc
2 + (A− Z)mnc2 −Bl(A,Z)
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oø Bl(A,Z) est l’Ønergie de liaison du noyau. Son expression est donnØe par la formule
de la goutte liquide
Bl(A,Z) ≈ avA− asA 23 − ac Z
2
A
1
3
− aa (N − Z)
2
A
oø av = 15.56 MeV, as = 17.23 MeV, ac = 0.7 MeV et aa = 23.6 MeV. L’Ønergie
potentielle de deux noyaux au point de contact s’exprime alors par
V ≈M(A1, Z1)c2 +M(A2, Z2)c2 + e
2Z1Z2
R(A1) +R(A2)
On obtient ainsi l’expression du potentiel V (Z1, N1) calculØe en imposant Z1 + Z2 = Z
et N1 + N2 = N oø Z et N sont respectivement les nombres de protons et de neutrons
du noyau composØ. On peut ainsi reprØsenter grâce à ce modŁle le chemin que suit le
systŁme dinuclØaire dans l’espace dØni par les degrØs de libertØ (Z1, N1). Ce chemin part
du point d’injection donnØ par la charge Z10 et la masse N10 +Z10 des noyaux avant le
contact, et Øvolue jusqu’à l’Øquilibre, i.e. soit (Z1 = Z,N1 = N) soit (Z1 = 0, N1 = 0) en
fonction que le noyau labellØ par l’indice 1 prend ou donne des nuclØons à son partenaire.
En fait le point d’Øquilibre est dØterminØ par le minimum de V .
FIG. 4.5  Evolution diabatique (trait continu) et adiabatique (trait tiretØ) du systŁme
dinuclØaire dans l’espace des nombres de protons et de neutrons du plus petit noyau. Cas
de la rØaction symØtrique en N/Z de Flibotte.
Les gures 4.5 et 4.6 montrent les Øvolutions du systŁme à partir du point d’injection
jusqu’à l’Øquilibre dans l’espace du nombre de protons et de neutrons du plus petit noyau
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FIG. 4.6  idem que la gure 4.5 pour la rØaction asymØtrique de Flibotte.
FIG. 4.7  idem que la gure 4.5 pour la rØaction symØtrique de Cinausero.
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FIG. 4.8  idem que la gure 4.5 pour la rØaction asymØtrique de Cinausero.
pour la rØaction quasi-symØtrique et asymØtrique en N/Z respectivement. Les gures 4.7
et 4.8 sont leurs analogues pour les systŁmes de Cinausero. Deux Øvolutions extrŒmes
sont possibles. La premiŁre, appelØe Øvolution diabatique, est basØe sur l’hypothŁse que
la dissipation est nulle. La force de rappel entre protons et neutrons fait alors osciller le
systŁme dans l’espace considØrØ.
Les Øquations à rØsoudre pour avoir la trajectoire diabatique font apparaitre le temps
− ∂
∂Z1
V (Z1, N1) =
∂2
∂t2
Z1
− ∂
∂N1
V (Z1, N1) =
∂2
∂t2
N1
Initialement le systŁme est lachØ en (Z1, N1) sans vitesse, i.e. ∂∂tZ1 = ∂∂tN1 = 0 ce
qui est une bonne approximation si l’Ønergie du systŁme est celle de la barriŁre.
L’autre Øvolution, appelØe adiabatique, est suramortie. Le systŁme suit alors une tra-
jectoire qui minimise l’Ønergie potentielle. Celle-ci suit donc les lignes de gradient du
potentiel pour atteindre le point d’Øquilibre. Bien entendu la trajectoire rØelle est com-
prise entre les trajectoires adiabatique et dabatique qui sont deux cas limites.
Une premiŁre remarque est que toutes les trajectoires convergent vers le point Z1 =
N1 = 0, c’est à dire que le petit noyau donne ses nuclØons au gros. Ceci est dß à une
pression supØrieure dans le petit noyau à cause d’un rapport surface sur volume plus fort.
Cette surpression engendre un ux de nuclØons vers le gros noyau. On peut voir aussi que
dans les rØactions asymØtriques en N/Z que le point d’injection est plus haut en Ønergie
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que pour la rØaction symØtrique en N/Z. Il est en effet excentrØ par rapport à la ligne
marquant la vallØe du potentiel. Il en rØsulte des oscillations (dans le cas diabatique)
du moment dipolaire attribuØes à l’excitation d’une GDR de prØØquilibre dans le systŁme
dinuclØaire. Il est aussi intØressant de remarquer, toujours dans le cas asymØtrique, que
la force nuclØaire Øquilibre l’asymØtrie en N/Z en commençant par faire passer des pro-
tons du petit vers le gros noyau et de donner des neutrons du gros au petit noyau. Ce
n’est qu’une fois la symØtrie en N/Z restaurØe que le petit systŁme donne ses nuclØons
indØpendamment de l’isospin pour former le noyau composØ. On conçoit l’importance de
l’Øquilibration des charges qui commence dŁs le point de contact. Par contre, dans les cas
quasi-symØtriques en N/Z, le point d’injection est dans le fond de la vallØe et les trajec-
toires dans les cas diabatique et adiabatique sont trŁs voisines. Il n’y a pas d’oscillation et
donc pas de GDR de prØØquilibre.
Ce modŁle est intØressant pour expliquer qualitativement l’excitation de GDR de prØ-
Øquilibre. Par contre, il ne permet pas d’obtenir d’autres informations sur la phase de prØ-
Øquilibre. Par exemple on ne peut pas retrouver la forme du noyau de prØØquilibre puisque
la forme est xØe dans les hypothŁses. C’est pourquoi il est nØcessaire d’aller au delà de
ce modŁle phØnomØnologique, ce que nous ferons dans la partie 4.4. Mais pour l’instant
nous allons chercher à quantier l’accroissement de l’Ømission de γ par l’excitation de la
GDR de prØØquilibre.
4.3 IntensitØ du pic de la GDR
En prØalable aux calculs de physique statistique hors Øquilibre que nous allons Øcrire,
nous commençons par dØnir les variables collectives dipolaires ainsi que le nombre de
phonons. Ces quantitØs sont en effet nØcessaires à la description de vibration dipolaire.
4.3.1 Définitions
Le moment dipolaire est associØ à la distance entre les centres de masse proton et
neutron (Xp =
∑
p
〈xˆp〉
Z
et Xn =
∑
n
〈xˆn〉
N
respectivement)
QD =
NZ
A
(Xp −Xn) (4.1)
DØnissons aussi le moment conjuguØ PD de ce moment dipolaire qui est quant à lui
associØ à l’impulsion relative entre les protons et les neutrons
PD =
A
2NZ
(Pp − Pn) (4.2)
oø Pp =
∑
p〈pˆp〉 et Pn =
∑
n〈pˆn〉 sont les impulsions de l’ensemble des protons et de
l’ensemble des neutrons.
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La connaissance des valeurs moyennes de ces deux quantitØs conjuguØes l’une par
rapport à l’autre permet de calculer le nombre de phonons excitØs n par la relation
n =
1
2
[
A
NZ
m∗EGDR
~2
Q2D +
NZ
A
1
m∗EGDR
P 2D
]
(4.3)
oøEGDR = ~ωGDR est l’Ønergie de la GDR etm∗ est la masse effective isovectorielle.m∗
peut Œtre calculØe exactement dans le cas d’une force de Skyrme par la relation [Gle90,
Mey82]
m∗ =
m
1 + k
oø
k =
m
4~2
A
NZ
[t1(2 + x1) + t2(2 + x2)]
∑
np
∫
d3r ρn(r)ρp(r)
t1, x1, t2 et x2 sont les paramŁtres de la force de Skyrme dans la notation standard (voir
annexe C) et m est la masse du nuclØon. La paramØtrisation Skm∗ que nous utilisons
donne une masse effective isovectorielle dans la matiŁre nuclØaire d’environ 0.75m.
4.3.2 Calculs hors-équilibre
On a vu qu’une rØaction asymØtrique en N/Z Øtait susceptible d’exciter une GDR de
prØØquilibre. Le nombre moyen de phonons excitØs initialement est reliØ par la relation 4.3
à la distance d0 = Xp0−Xn0 = QD ANZ entre les centres de masse protons et neutrons juste
aprŁs le franchissement de la barriŁre. On peut ainsi obtenir de bons ordres de grandeur
de l’accroissement du nombre de γ de GDR Ømis puisque la probabilitØ Pγ d’Ømettre un
γ de GDR est reliØe au nombre de phonons excitØs [Cho93, Cho95c]. Pour le montrer,
nous partons de l’Øquation maîtresse gØrant le nombre n de phonons excitØs de la GDR.
Dans le cas oø le nombre initial de phonons est nul, la GDR ne peut Œtre excitØe que par
un terme de source λ et se dØsexcite avec une probabilitØ Γ↓, l’Øquation maîtresse pour le
nombre de phonons s’Øcrit
n˙(t) ≈ −Γ↓n(t) + λ (4.4)
A l’Øquilibre, la dØrivØe s’annule et le nombre moyen de phonons à l’Øquilibre s’Øcrit
d’aprŁs la mØcanique statistique n = λ
Γ↓ ≈ 3e−
EGDR
T oø le facteur 3 est la dØgØnØrescence
en spin ; T est la tempØrature du noyau à l’Øquilibre et peut Œtre estimØe par la relation
T =
√
E∗
aA
(4.5)
oø a ∼ 0.1 MeV est le paramŁtre de densitØ de niveau et A le nombre de nuclØons du
noyau composØ.
La rØsolution de l’Øquation 4.4 donne
n(t) = n
(
1− e−Γ↓t
)
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Si maintenant le nombre initial de phonons n0 est non nul par exemple à cause de l’asy-
mØtrie en N/Z, le nombre de phonons de prØØquilibre s’Øcrit
npreeq(t) = n0e
−Γ↓t
et on obtient le nombre total de phonon à l’instant t
n(t) = n
[
1−
(
1− n0
n
)
e−Γ
↓t
]
(4.6)
La probabilitØ d’Ømettre un γ d’une GDR par unitØ de temps Øtant Γγ , la probabilitØ totale
d’Ømettre un γ s’Øcrit
Pγ =
∫ ∞
0
dtΓγPNC(t)n(t)
oø PNC(t) = e−Γevt est la probabilitØ de survie du noyau composØ à l’instant t, Γev Øtant
le taux de dØcroissance du nombre de noyaux composØ par Øvaporation encore Øgal à la
largeur typique des niveaux qui se dØsexcitent en Ømettant des particules (autre que des
γ). En utilisant l’Øquation 4.6 on obtient ainsi
Pγ =
Γγ
Γev
n+ (n0 − n) Γγ
Γev + Γ↓
(4.7)
Le terme de gauche correspond à la probabilitØ d’Ømission d’un γ de la GDR à l’Øquilibre
statistique, notØe P γ . Comparons Pγ à P γ
Pγ
P γ
=
Γ↓ + n0
n
Γev
Γ↓ + Γev
On note qu’un nombre de phonons initial non nul augmente la probabilitØ d’Ømettre un
γ de la GDR. Dans le cas de l’expØrience de Flibotte par exemple oø les auteurs prennent
comme valeurs Γ↓ = 4.8 MeV, T = 2.1 MeV, Γev ≈ 0.3 MeV et n0 = 0.14, le nombre
de phonons à l’Øquilibre statistique est n ≈ 0.008 et l’accroissement du rapport Pγ
P γ
dß à
la composante de prØØquilibre dans la rØaciton asymØtrique en N/Z est alors voisin de
100%. Il s’agit de l’augmentation du nombre de γ par rapport à la premiŁre Øtape de la
contribution statistique. Prendre en compte les autres Øtapes nØcessite souvent des codes
sophistiquØs tels que CASCADE [Puh77]. Les 16% d’augmentation observØs par Flibotte
et al. sont alors bien reproduits.
Une limitation de cette dØmarche est que les propriØtØs de la GDR de prØØquilibre
sont supposØes Œtre celles de la GDR statistique, ce qui n’a rien d’Øvident car la struc-
ture du noyau de prØØquilibre n’est pas la mŒme que celle du noyau à l’Øquilibre. Il est
donc nØcessaire d’effectuer des calculs dynamiques pour dØterminer les caractØristiques
du prØØquilibre.
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4.4 Effets de la voie d’entrØe et caractØristiques du prØ-
Øquilibre
Dans cette partie nous allons simuler diffØrentes rØactions de fusion avec TDHF (voir
annexe C). TDHF permet une bonne description de la dynamique lorsque l’Øvolution
du systŁme est gouvernØe par des opØrateurs à un corps. Elle fournit donc une bonne
estimation des valeurs moyennes de ces mŒmes opØrateurs à un corps, comme le moment
dipolaire et son moment conjuguØ dØni par les Øquations 4.1 et 4.2. TDHF ne permet
cependant pas de dØcrire la dØcroissance statistique, et donc nous n’aurons pas accŁs à
l’excitation statistique de modes collectifs. Ceci est dß au fait que TDHF ne contient pas
de terme de collision et ne peut donc pas dØcrire la formation des noyaux chauds.
Outre les observables dipolaires, une autre quantitØ intØressante accessible à partir de
QD(t) = 〈QˆD〉(t) est le spectre γ Ømis par le noyau. Celui-ci peut Œtre calculØ comme le
rayonnement de freinage des charges en mouvement par la relation [Jac62]
dP
dEγ
(Eγ) =
2α
3pi
|I(Eγ)|2
Eγ
(4.8)
oø α = 1
137
est la constante de structure ne et oø I(Eγ) est proportionnel à la transformØe
de Fourrier de l’accØlØration des charges
I(Eγ) =
1
c
∫ ∞
0
dt
d2QD
dt2
ei
Eγt
~ .
Ces quantitØs nous servirons à retracer le chemin vers l’Øquilibre du noyau composØ.
Nous commencerons dans un premier temps par Øtudier des rØactions de fusion de
noyaux asymØtriques en N/Z. Nous analyserons ensuite l’effet de l’Ønergie du centre de
masse avant d’Øtudier le cas d’une rØaction symØtrique en N/Z. Puis nous comparerons
nos rØsultats aux expØriences. Les effets du paramŁtre d’impact et enn ceux de l’asymØ-
trie de masse sur la GDR de prØØquilibre clôtureront la partie 4.4.
4.4.1 Asymétrie en N/Z
Mise en évidence de la GDR de prééquilibre
Nous Øtudions ici l’effet de l’asymØtrie enN/Z sur le mouvement collectif des charges.
La rØaction choisie est une collision centrale de deux noyaux asymØtriques en N/Z
12Be+28S à une Ønergie du centre de masse ECM = 0.5 MeV/u. Cette rØaction mŁne
au noyau doublement magique 40Ca.
Les gures 4.9b-c donnent les Øvolutions en fonction du temps des valeurs moyennes
du moment dipolaire QD(t) = 〈QˆD〉(t) et du moment dipolaire conjuguØ PD(t) =
〈PˆD〉(t) pour cette rØaction. Nous pouvons voir que ces deux quantitØs oscillent. Ces
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oscillations montrent clairement qu’il y a mouvement collectif dipolaire dŁs le dØbut de
la rØaction. Il s’agit de la GDR de prØØquilibre. MŒme si, comme on le verra dans la
suite, une oscillation dipolaire faible peut apparaître lors d’une rØaction symØtrique en
N/Z mais asymØtrique en masse, l’excitation de la GDR de prØØquilibre observØe ici est
principalement due à l’asymØtrie en N/Z des partenaires de collision. En effet, par raison
de symØtrie, aucune oscillation dipolaire ne peut avoir lieu dans une rØaction totalement
symØtrique, c’est à dire impliquant les deux mŒmes noyaux.
FIG. 4.9  Evolution de QD et PD pour la rØaction 12Be+28S→40Ca à une Ønergie du
centre de masse de 0.5 MeV/u et à paramŁtre d’impact nul.
Une preuve que le mouvement dipolaire observØ est bien une vibration collective est
donnØe par le fait que QD et PD oscillent en quadrature de phase. Lorsqu’on reprØsente
l’Øvolution du systŁme dans l’espace des phases dØterminØ par ces deux coordonnØes,
comme pour la gure 4.9a, on obtient une spirale. Quand la distance entre protons neu-
trons est maximale, leurs vitesses sont nulles, par contre, lorsque les centres de masses
sont confondus la vitesse relative entre protons et neutrons est maximale. Si l’oscillation
n’Øtait pas amortie on obtiendrait une ellipse, mais puisque TDHF prend bien en compte
la dissipation à un corps (Øvaporation et Øtalement de Landau), le rayon de cette ellipse
dØcroît au cours du temps et l’on observe une spirale.
Energie γ
Une information importante qu’il est possible d’obtenir à partir de la gure 4.9 est la
pØriode d’oscillation du moment dipolaire. La pØriode moyenne est approximativement
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107 fm/c pour la rØaction 12Be+28S. Elle correspond à une Ønergie de la GDR de prØØqui-
libre EpreeqGDR = 11.6 MeV. Nous pouvons comparer cette valeur avec la position du pic
de cette GDR sur le spectre γ de la gure 4.10 obtenu à partir de la relation 4.8. An de
FIG. 4.10  ProbabilitØ d’Ømission γ de la GDR de prØØquilibre pour la reaction 12Be+28S
(ligne pleine) et la rØaction 8Be+32S (ligne tiretØe) . Spectre de la premiŁre Øtape de la
dØcroissance statistique du noyau composØ (ligne pointillØe).
s’affranchir dans le spectre de pics non physiques qui interviennent à cause du fait que la
transformØe de Fourier n’est pas faite sur un temps inni, la quantitØ d2QD
dt2
dans l’Øqua-
tion 4.8 a ØtØ multipliØe par une fonction Gaussienne e− 12 ( tτ )2 . τ correspond à peu prŁs au
quart du temps d’intØgration. Cette opØration a pour consØquence d’ajouter une largeur
2pi~
τ
aux pics qui est nØgligeable pour des temps d’intØgration assez longs, dØterminØs par
la condition 2pi/τ  ωGDR.
Comme nous pouvons le voir sur cette gure, le pic principal se situe à une Ønergie
de 11.64 MeV, ce qui est en excellent accord avec la valeur obtenue à partir de la pØriode
moyenne. Cette gure montre aussi la probabilitØ d’Ømission γ pour la rØaction symØ-
trique en N/Z 8Be+30S (tirets) qui sera ØtudiØe dans la partie 4.4.3. On note qu’elle est
beaucoup plus faible que pour la rØaction asymØtrique.
Bien que plusieurs composantes de la GDR semblent superposØes, on note que la
largeur totale est de l’ordre de 3 − 4 MeV, ce qui est cohØrent avec le temps de vie de la
GDR de prØØquilibre obtenu prØcØdemment.
La gure 4.10 prØsente aussi le spectre associØ à la premiŁre Øtape de la dØcroissance
statistique (pointillØs). Il est obtenu par la formule donnant la probabilitØ d’Ømission γ
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par unitØ d’Ønergie [Sno86, Bar01b, Bri88]
dP
dEγ
=
4α
3pimc2
ΓGDR
ΓCN
NZ
A
E4γe
−Eγ
T
(E2γ − E2GDR)2 + Γ2GDRE2γ
(4.9)
oø ΓGDR est la largeur de la GDR et ΓCN la largeur associØe à la survie du noyau composØ.
L’Ønergie de la GDREGDR à considØrer ici n’est pas celle de la GDR de prØØquilibre mais
celle de la GDR chaude correspondant à peu prŁs à celle de la GDR construite sur l’Øtat
fondamental du noyau composØ (∼ 15.5 MeV, cf. gure 4.12). Si l’on suit la dØmarche de
la rØfØrence [Bar01b], ΓCN peut Œtre approximØe par la probabilitØ d’Ømission de neutron
Γn
ΓCN ∼ Γn = 2mr
2
0A
2
3
pi~2
T 2e−
Bn
T (4.10)
oø Bn = 8.5 MeV est l’Ønergie seuil d’Ømission de neutron. La tempØrature T est cal-
culØe à partir de l’Øquation 4.5. On peut remarquer que la composante de prØØquilibre
est largement prØdominante et se situe à plus basse Ønergie. Rappelons cependant que la
dØcroissance statistique que nous Øtudions ici ne concerne que la premiŁre Øtape de la
dØcroissance. Les autres Øtapes augmentent considØrablement la contribution statistique
totale. Comme nous l’avons dØjà indiquØ dans la partie 4.3.2 la prise en compte de ces
autres Øtapes est standard mais nØcessite la mise en oeuvre de codes de dØcroissance sta-
tistique qui ne sont pas l’objet de ce travail.
Comparaison à la GDR construite sur le fondamental
Nous pouvons aussi Øtudier la GDR construite sur l’Øtat fondamental du 40Ca à l’aide
de TDHF pour comparer ses caractØristiques à celles de la GDR de prØØquilibre. Une telle
GDR peut Œtre obtenue en appliquant une excitation sur l’Øtat fondamental HF du 40Ca
|ψ(t)〉 = e−ikDQˆD |HF 〉 (4.11)
On obtient alors une oscillation de QD(t) et de PD(t) que l’on peut observer sur la gure
4.11. La pØriode d’oscillation moyenne est de l’ordre de 80 fm/c, elle est donc plus petite
que celle de la GDR de prØØquilibre. Il en rØsulte une valeur plus ØlevØe de l’Ønergie
associØe EgsGDR ' 15.5 MeV comme on peut aussi le voir sur le spectre γ associØ à cette
oscillation sur la gure 4.12. Cette Ønergie correspond bien à l’Ønergie moyenne prØdite
par la RPA.
Déformation du noyau de prééquilibre
Le fait que l’Ønergie de la GDR de prØØquilibre soit plus faible que celle construite sur
le fondamental est attribuØ à la dØformation allongØe du noyau composØ dans sa phase de
prØØquilibre. On peut voir sur la gure 4.13 qui reprØsente une coupe de la densitØ dans
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FIG. 4.11  Evolution de QD et PD dans le 40Ca excitØ par un opØrateur dipolaire isovec-
toriel.
FIG. 4.12  Spectre γ associØ à l’Øvolution de QD de la gure 4.11
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le plan de collision que la forme du noyau n’est toujours pas relaxØe plus de 100 fm/c
aprŁs le contact. Le moment dipolaire initial est orientØ le long de l’axe de dØformation
du noyau composØ (qui est aussi, pour une collision centrale, l’axe de collision), ce qui,
comme nous allons le voir, a pour consØquence de diminuer sa pØriode d’oscillation par
rapport à celle d’un noyau sphØrique.
Le paramŁtre de dØformation ε qui quantie la dØformation quadrupolaire a ØtØ dØni
dans l’Øquation 2.3 dans la limite ou celui-ci est petit devant 1. Si on s’affranchit de cette
condition, l’Øquation 2.3 devient, pour une dØformation le long de l’axe x
Ryz = R0(1− ε)
Rx = R0(1 + α)
oø α est est obtenu par la conservation du volume du noyau
V =
4
3
piR30
=
4
3
piRxRyRz
ce qui donne
α =
2− ε
(1− ε)2 ε
Au premier ordre en ε, on trouve α ' 2ε.
Ce paramŁtre de dØformation est reliØ au moment quadrupolaire de masse Qˆ2 que l’on
dØni par
〈Qˆ2〉 =
√
5
16pi
∫
d3r ρ(r)r2(3
x2
r2
− 1) (4.12)
〈Qˆ2〉 peut ainsi Œtre rØØcrit en fonction de 〈Qˆ0〉 :
〈Qˆ2〉 = −
√
5
2
〈Qˆ0〉+ 3
√
5
16pi
∫
d3r ρ(r)x2
oø nous avons introduit le moment monopolaire Q0
〈Qˆ0〉 = 1√
4pi
∫
d3r ρ(r)r2
et utilisant la dØformation α on peut Øcrire∫
d3r ρ(r)x2 =
(1 + α)2
3
∫
d3r ρ(r)r2
= (1 + α)2
√
4pi
3
〈Qˆ0〉
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FIG. 4.13  Coupe de la densitØ dans le plan de collision pour la rØaction 12Be (à droite)
+28S (à gauche).
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ce qui nous donne au premier ordre en ε
(t) ≈ 〈Qˆ2〉(t)
2
√
5〈Qˆ0〉
(4.13)
La gure 4.14 montre l’Øvolution du paramŁtre de dØformation en fonction du temps
dans la rØaction asymØtrique. ε devient une quantitØ pertinente lorsque la barriŁre de fu-
sion est franchie. Cette barriŁre est dØnie par le maximum de l’Ønergie potentielle entre
les deux partenaires de collision. C’est une fonction de leur distance relative X . A cause
de l’indiscernabilitØ des nuclØons cette distance n’est dØnie que asymptotiquement, c’est
à dire lorsque les fonctions d’onde des noyaux ne se recouvrent pas.
Introduisons cependant l’opØrateur Xˆ [Lac02]
Xˆ =
A1+A2∑
i=1
xˆi(
Uˆi(t)Θ(xˆi)Uˆ
+
i (t)
A1
− Uˆi(t)Θ(−xˆi)Uˆ
+
i (t)
A2
)
oø Θ(x) est la fonction d’Heavyside (Θ(x) = 1 si x > 0 et est nulle partout ailleurs), et
Uˆ(t) est l’opØrateur d’Øvolution. Les indices 1 et 2 dØsignent les deux partenaires de col-
lisions. Initialement, les deux noyaux sont bien sØparØs spatialement, i.e. leurs fonctions
d’onde ne se recouvrent pas. Notons ρi(r, t) (i = 1, 2) la densitØ du noyau i à l’instant t
et au point M tel que OM = r. Le noyau 1 (resp. 2) est initialement du côtØ des x nØgatif
(resp. positif). On a alors ρ1(r, t = 0) = 0 pour x > 0 et ρ2(r, t = 0) = 0 pour x < 0.
La valeur de X à un instant t est ainsi donnØe par la valeur moyenne de l’opØrateur
Xˆ . En effet, si on introduit l’opØrateur de fermeture exprimØ dans la base {|ϕi(0)〉} des
Øtats propres à une particule du Hamiltonien HF et si on note ni le nombre d’occupation
correspondant à l’Øtat |ϕi(0)〉 dans le fondamental (ni = 1 si l’Øtat |ϕi(0)〉 du noyau
concernØ est occupØ et 0 sinon)
〈Xˆ〉 =
∑
i
ni〈ϕi(t)|Xˆ|ϕi(t)〉
=
∑
i
ni〈ϕi(t)|xˆ
∑
j
|ϕj(t)〉〈ϕj(t)|
(
Uˆ(t)Θ(xˆ)Uˆ+(t)
A1
− Uˆ(t)Θ(−xˆ)Uˆ
+(t)
A2
)|ϕi(t)〉
=
∑
ij
ni〈ϕi(t)|xˆ|ϕj(t)〉(〈ϕj(0)|Θ(xˆ)|ϕi(0)〉
A1
− 〈ϕj(0)|Θ(−xˆ)|ϕi(0)〉
A2
)
de plus
〈ϕj(0)|Θ(xˆ)|ϕi(0)〉 =
∫
dxϕ∗j(x, t = 0)ϕi(x, t = 0)Θ(x)
Cette derniŁre quantitØ est nulle si i et/ou j dØsignent un nuclØon du noyau 1 et est Øgale
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à δij sinon. On obtient nalement
〈Xˆ〉 =
A1∑
i
〈xˆi〉
A1
−
A2∑
j
〈xˆj〉
A2
= X
Remarquons que Xˆ est une observable car hermitique. En effet on a
(
UˆΘ(xˆ)Uˆ+
)+
=
UˆΘ(xˆ+)Uˆ+ = UˆΘ(xˆ)Uˆ+. Cependant l’interprØtation de UΘ(x)U+ en champ moyen
n’est pas sans ambiguïtØ. En effet, comme toutes les observables à un corps dØcrites par
TDHF, celle-ci n’est dØnie qu’à une transformation unitaire de la matrice densitØ dans le
sous-espace des fonctions d’onde occupØes. Or ces transformations sont susceptibles de
modier la valeur moyenne 〈UˆΘ(xˆ)Uˆ+〉.
On peut maintenant poser comme dØnition de la position XB de la barriŁre
dV
dX
(XB) = 0
Si on nØglige la dissipation, cela revient à
d2X
dt2
(XB) = 0
Les gures 4.15-a et 4.15-b montrent l’Øvolution de X et de d2X
dt2
respectivement en
fonction du temps pour le systŁme asymØtrique. On peut voir que d2X
dt2
s’annule pour une
valeur de XB = 9.2 fm, ce qui correspond à une valeur du paramŁtre de dØformation
εB ≈ 0.33 indiquØe par une Łche sur les gures 4.14 et 4.15.
La dØformation affecte fortement la frØquence d’oscillation de la GDR. Une Ønergie
plus faible est attendue pour une oscillation le long d’un axe oø le noyau est allongØ.
Dans le cas de la rØaction asymØtrique à paramŁtre d’impact nul, le moment dipolaire
dans le noyau de prØØquilibre est orientØ selon l’axe de collision. Or aprŁs le passage de
la barriŁre la forme du noyau est allongØe le long de cet axe, ce qui explique le fait que
l’Ønergie de la GDR de prØØquilibre soit plus faible que celle que l’on obtient à partir de
l’Øtat fondamental du 40Ca qui est sphØrique.
Or l’Ønergie de la GDR selon l’axe x Øvolue comme l’inverse de l’Ølongation de cet
axe, i.e. EGDRX ∼ 1Rx [Cho97]. On en dØduit
EGDRX
EGDR
=
R0
Rx
=
1
1 + α
= (1− )2 (4.14)
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t
FIG. 4.14  Evolution du paramŁtre de dØformation au cours du temps dans la rØaction
asymØtrique.
t
FIG. 4.15  Distance entre les centre de masse des partenaires de collision (a) et sa dØrivØe
seconde (b) en fonction du temps.
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Cette relation est satisfaite avec ε ≈ 0.14, ce qui est en bon accord avec la valeur moyenne
de ε de la gure 4.14 aprŁs le passage de la barriŁre1.
La GDR de prØØquilibre est un bon outil pour obtenir la dØformation du noyau de
prØØquilibre. On peut enn remarquer que le lien entre GDR et dØformation a dØjà ØtØ
utilisØ dans d’autres domaines de la physique pour dØcrire la dynamique d’une rØaction.
En effet, une sØparation de l’Ønergie d’un mode dipolaire isovectoriel a pu Œtre observØe
durant la ssion d’agrØgats d’atomes montrant que ceux-ci ont alors des dØformations
allongØes importantes [Cal97].
Largeur et temps de décroissance
On a vu sur la gure 4.20 que la quadrature de phase entre QD(t) et PD(t) associØe
à la dØcroissance du rayon de la trajectoire dans l’espace (QD, PD) donnait une spirale
dans cet espace.En utilisant l’Øquation 4.3 on voit que le nombre de phonons excitØs est
proportionnel à Q2D et P 2D. La dØcroissance du rayon est donc due à une dØcroissance du
nombre de phonons au cours du temps prØdite par TDHF. Cette dØcroissance est reprØsen-
tØe sur la gure 4.16. On voit sur cette gure que la dØcroissance du nombre de phonons
t
FIG. 4.16  Logarithme du nombre de phonons excitØs en fonction du temps pour la
rØaction de la gure 4.9 (trait plein). Ajustement d’une dØcroissance exponentielle avec
un temps τ = 50 fm/c (trait pointillØ).
1On peut remarquer sur cette même figure que le paramètre de déformation ne s’annule pas dans notre
calcul TDHF, et converge vers ε ∼ 0.12, malgré le fait que le 40Ca dans son état fondamental soit sphérique.
Ceci est dû au fait que TDHF ne permet pas au système de décroître vers son état fondamental puisqu’il n’y
a pas de terme de collision.
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est bien reprØsentØe par une exponentielle. Comme nous le verrons dans la partie 4.4.6,
les oscillations autour de la loi exponentielle n(t) = n0 exp(− tτpreeq ) (en pointillØ) pro-
viennent de couplages entre la GDR de prØØquilibre et d’autres modes collectifs. Il est
alors aisØ à l’aide de cet ajustement exponentiel de calculer le temps de vie partiel associØ
à la GDR de prØØquilibre τpreeq ' 50 fm/c pour cette rØaction. La largeur associØe est
donc Γ↓preeq ∼ 4 MeV, ce qui est raisonnable pour une GDR construite sur un Øtat excitØ
et dØcrite en champ moyen. Elle est en effet du mŒme ordre de grandeur que les largeurs
prØdites par la RPA.
La quantitØ τpreq est trŁs importante car elle correspond en quelque sorte au temps
d’Øquilibration des charges dans le noyau composØ. On voit que ce temps est relativement
faible comparØ aux valeurs gØnØralement admises (quelques centaines de fm/c d’aprŁs
[Bar01a]). De plus notre valeur de τpreq peut Œtre considØrØe comme une borne supØrieure
de la valeur rØelle pour le systŁme ØtudiØ car l’effet de la dissipation à deux corps n’est
pas pris en compte.
Comme nous allons le voir dans la sous-partie suivante, les caractØristiques du noyau
de prØØquilibre que nous venons d’Øtudier sont reliØes à l’Ønergie de la collision.
4.4.2 Effets de l’énergie du centre de masse
FIG. 4.17  Energie du pic principal de la GDR de prØØquilibre en fonction de l’Ønergie
du centre de masse pour la rØaction asymØtrique 12Be+28S.
La gure 4.17 donne l’evolution de l’Ønergie du pic principal du spectre γ en fonction
de l’Ønergie du centre de masse ECM pour la rØaction asymØtrique en N/Z 12Be+28S. On y
106
Chapitre 4. Du point selle à l’équilibre :
Rôle des modes collectifs.
τ G
D
R
FIG. 4.18  Temps de vie partiel de la GDR de prØØquilibre en fonction de l’Ønergie du
centre de masse de la rØaction asymØtrique.
FIG. 4.19  ProbabilitØ totale d’Ømission de γ de la GDR de prØØquilibre intØgrØ sur
l’Ønergie γ en fonction de l’Ønergie du centre de masse.
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voit que l’Ønergie de la GDR dØcroît avec ECM . Cela s’explique par le fait que la relaxa-
tion de la forme du noyau de prØØquilibre est plus lente lorsque l’Ønergie d’excitation est
plus importante. La dØformation allongØe est donc accentuØe à haute Ønergie et l’Ønergie
de la GDR qui est excitØ le long de l’axe de dØformation dØcroît ainsi suivant l’Øquation
4.14.
Le temps de vie partiel de la GDR de prØØquilibre en fonction de l’Ønergie du centre
de masse est quant à lui reprØsentØ sur la gure 4.18. On remarque que le temps de vie
dØcroît lui aussi avec ECM . Il y a donc un accroissement de la largeur de la GDR, ce qui
s’interprete par une augmentation de la dissipation à un corps avec l’Ønergie. Il semble
en effet que cette dissipation, qui peine à relaxer la forme du noyau de prØØquilibre, soit
plus efcace pour l’Øquilibration des charges, bien que, on l’a vu, elle ne suft pas pour
annuler complŁtement l’oscillation dipolaire, mŒme pour des temps grands. Un terme de
collision accØlŁrerait cette relaxation.
Une autre caractØristique de la GDR de prØØquilibre est la lØgŁre croissance puis dØ-
croissance de la probabilitØ totale d’Ømission γ en fonction de l’Ønergie du centre de
masse [Bar01a, Bar01b]. On peut le voir sur la gure 4.19 qui reprØsente la probabilitØ
d’Ømission γ dans la phase de prØØquilibre intØgrØe sur Eγ en fonction de ECM pour la
rØaction asymØtrique. Le maximum se situe à une Ønergie voisine de 0.9 MeV/u, ce qui
correspond à une Ønergie d’excitation du noyau composØ E∗ = 98 MeV.
Une interprØtation de ce phØnomŁne a ØtØ donnØe par Baran et al. dans la rØfØrence
[Bar01b]. Aux faibles Ønergies, il y a une forte attØnuation de l’accØlØration des nuclØons
due à la formation lente du col par lequel les nuclØons peuvent passer. En consØquence
l’Ømission dipolaire est faible alors qu’à plus haute Ønergie le col se forme plus rapide-
ment permettant ainsi une plus grande accØlØration des nuclØons et donc une oscillation
dipolaire de prØØquilibre plus ample. La dØcroissance de la probabilitØ d’Ømission γ lors-
qu’on augmente encore l’Ønergie est attribuØe à l’accroissement de la dissipation. Le fait
que l’on observe ce phØnomŁne à l’aide de TDHF qui, contrairement aux calculs semi-
classiques de Baran ne contient pas de terme de collision prouve le rôle important que
joue la partie un corps de la dissipation, mŒme à haute Ønergie.
4.4.3 Réaction symétrique en N/Z
Etudions maintenant la rØaction 8Be+32S qui est symØtrique en N/Z et asymØtrique
en masse. De part la symØtrie enN/Z, on s’attend a priori à former un systŁme dinuclØaire
dans lequel les charges sont initialement ØquilibrØes. Or on observe sur la gure 4.20 une
faible oscillation du moment dipolaire et de son moment conjuguØ, indiquant ainsi une
probabilitØ non nulle d’exciter une GDR de prØØquilibre. Ceci est dß à une polarisation
diffØrente dans les deux partenaires de collision, laquelle est autorisØe par l’asymØtrie
de masse. En effet, par inuence Coulombienne les centres de masse des protons dans
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FIG. 4.20  Idem que la gure 4.9 pour la rØaction 8Be+32S→40Ca.
D
d 1 d 2
FIG. 4.21  Illustration et notation de la polarisation dans les noyaux.
chacun des noyaux ne coïncident pas avec les centres de masse neutrons associØs. Cette
polarisation dØpend de la force de rappel entre protons et neutrons qui elle mŒme dØpend
de la masse du noyau.
Pour le montrer, considØrons une approche adiabatique oø les polarisations à toute
distance sont celles qu’auraient les noyaux à l’Øquilibre dans le champ externe crØØ par
leur partenaire de collision. Nous considØrons de plus que les distances di entre les centres
de masse proton et neutron dans le noyau i (voir gure 4.21) sont nØgligeables devant la
distance D entre les centres de masse des noyaux. En Øcrivant l’Øquilibre entre la force
Coulombienne et la force de rappel exercØ par les neutrons sur les protons, on obtient
di ' AiZje
2~2
NiEGDR
2
imD
2
(4.15)
oø j = 2 si i = 1 et vice versa. L’Ønergie de la GDR dans les partenaires de collision peut
Œtre estimØe à l’aide de la relation EGDRi ≈ 80A−
1
3
i (MeV) [Ber75]. La distance dnp entre
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les centres de masse proton et neutron du systŁme global s’Øcrit alors
dnp =
1
2
∣∣∣∣∣
(
D −
∑
i
diZi
Ai
)
∆N
N
−
(
D +
∑
i
diNi
Ai
)
∆Z
Z
−∆d
∣∣∣∣∣ (4.16)
Dans le cas de la rØaction 8Be+32S, pour une distance D = 6 fm correspondant à peu
prŁs au point de contact, on a dnp ∼ 0.01 fm et donc un moment dipolaire QD ∼ 0.1 fm.
Comme on peut le voir sur la gure, 4.20-c, cette quantitØ correspond à l’ordre de gran-
deur du moment dipolaire initial. A ce niveau d’approximation on ne peut rester que qua-
litatif. Par exemple D est difcile à dØterminer puisqu’il ne s’agit pas de noyaux à bords
francs, or le moment dipolaire dß à la polarisation Øvolue en 1/D2. Enn l’interaction
nuclØaire entre les deux noyaux peut modier fortement les moments estimØs. En effet
elle agit tout d’abord sur les neutrons à cause de la polarisation qui a repoussØ les protons.
Ainsi une augmentation non nØgligeable de di au point de contact est possible, modiant
ainsi la valeur initiale de QD. Quoiqu’il en soit, on voit sur la gure 4.20 que l’amplitude
de l’oscillation du moment dipolaire varie considØrablement au cours du temps et peut at-
teindre des valeurs voisines de ∼ 2 fm. Ce comportement complexe traduit certainement
des couplages avec d’autres modes collectifs, comme ceux que nous allons Øtudier dans
la partie 4.4.6. La polarisation produit donc un moment dipolaire initial qui est ensuite
guidØ par les couplages à d’autres modes.
L’effet de la polarisation sur la GDR de prØØquilibre existe donc mais est nØgligeable
devant celui de l’asymØtrie en N/Z ØtudiØe prØcØdemment.
4.4.4 Comparaison aux expériences
Nous avons effectuØ des calculs pour reproduire les expØriences de Flibotte [Fli96]
et Cinausero [Cin98] à la fois pour les rØactions quasi-symØtriques et asymØtriques en
N/Z. Les Øvolutions temporelles de QD et PD ainsi que les spirales obtenues dans les es-
paces de phase (QD, PD) sont reprØsentØes sur les gures 4.22 et 4.23 pour les rØactions
asymØtriques et quasisymØtriques en N/Z de Flibotte et sur les gures 4.24 et 4.25 Øquiva-
lentes pour l’expØrience de Cinausero. On peut voir dans les deux cas qu’une oscillation
dipolaire apparait avec une amplitude plus importante pour les rØactions asymØtriques.
Les spectres γ thØoriques associØs à ces rØactions sont donnØs sur la gure 4.26 pour
l’expØrience de Flibotte et sur la gure 4.27 pour celle de Cinausero. On peut voir dans
les deux cas un pic de la GDR de prØØquilibre plus intense pour les rØactions asymØ-
triques en N/Z. On observe aussi, spØcialement pour l’expØrience de Cinausero, que la
position des pics varie en fonction de la rØaction. Ceci est dß au fait que Cinausero a uti-
lisØ des rØactions qui, en plus d’une diffØrence d’asymØtrie en N/Z, ont une diffØrence
d’asymØtrie de masse. La rØaction 48Ti+64Ni est plus symØtrique en masse que la rØac-
tion 16O+98Mo. La dØformation initiale du noyau composØ est beaucoup plus accentuØ
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FIG. 4.22  Evolution de QD et PD dans la rØaction asymØtrique en N/Z 40Ca+100Mo à
une Ønergie E40Ca = 4.25 MeV/u et à un paramŁtre d’impact nul.
FIG. 4.23  Idem que la gure 4.22 pour la rØaction quasi-symØtrique en N/Z 36S+104Pd
à une Ønergie E36S = 4.4 MeV.
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FIG. 4.24  Idem que la gure 4.22 pour la rØaction asymØtrique en N/Z 16O+98Mo à
une Ønergie E16O = 8.1 MeV.
FIG. 4.25  Idem que la gure 4.22 pour la rØaction asymØtrique en N/Z 48Ti+64Ni à une
Ønergie E48Ti = 5 MeV.
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pour une rØaction symØtrique en masse et la GDR de prØØquilibre a donc une Ønergie plus
basse. C’est bien ce qu’on observe sur la gure 4.27 puisque l’Ønergie du pic principal de
la GDR de prØØquilibre dans la rØaction 48Ti+64Ni est de ∼ 7 MeV contre ∼ 12 MeV
dans la rØaction 16O+98Mo. Les gures 4.26 et 4.27 montrent aussi les spectres γ as-
FIG. 4.26  ProbabilitØ d’Ømission de γ de la GDR de prØØquilibre pour la reaction
40Ca+100Mo (ligne pleine) et la rØaction 36S+74Ge (ligne tiretØe) . Spectre de la premiŁre
Øtape de la dØcroissance statistique du noyau composØ (ligne pointillØe).
sociØs à la premiŁre Øtape de la dØcroissance statistique obtenus grâce à l’Øquation 4.9.
Les aires de ces spectres sont comparables à celles de la GDR de prØØquilibre. Ce point a
aussi ØtØ relevØ par Baran dans ses calculs semi-classiques dans la rØfØrence [Bar01b] qui
ont montrØ que ce type de rØsultats est compatible avec les observations expØrimentales.
Une comparaison plus quantitative à l’expØrience nØcessite a priori une intØgration
sur tous les paramŁtres d’impact. Compte tenu des temps de calculs nØcessaires pour
l’approche TDHF, ceci est difcile à rØaliser pour les systŁmes de masses relativement
ØlevØes comme c’est le cas dans les expØriences de Flibotte et Cinausero. Nous allons
donc entreprendre dans la section suivante une Øtude qualitative de l’effet des paramŁtres
d’impact non nuls sur un systŁme plus lØger, la rØaction 12Be+28S→40Ca à 0.5 MeV/u
que nous avons ØtudiØ prØcØdemment.
4.4.5 Rôle du paramètre d’impact
Une collision non centrale a une probabilitØ non nulle de mettre le noyau de prØØqui-
libre en rotation. Cette rotation peut se coupler à la GDR de prØØquilibre. En particulier
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FIG. 4.27  ProbabilitØ d’Ømission de γ de la GDR de prØØquilibre pour la reaction
16O+98Mo (ligne pleine) et la rØaction 48Ti+64Ni (ligne tiretØe) . Spectre de la premiŁre
Øtape de la dØcroissance statistique du noyau composØ (ligne pointillØe).
l’effet de la dØformation sur la GDR (qui diminuait l’Ønergie de celle-ci) peut Œtre modiØ
par la rotation.
DØnissons le rØfØrentiel du centre de masse par le repŁre direct (x, y, z) oø x est
l’axe de collision et y est perpendiculaire au plan de collision. Nous allons aussi utiliser le
repŁre propre du noyau composØ (x′, y, z′) oø x′ est l’axe de dØformation (cf. gure 4.28).
Notons que y est aussi l’axe de rotation du noyau composØ. Pour les rØactions centrales
ØtudiØes jusqu’ici, ces deux rØfØrentiels sont identiques puisque la dØformation apparaît
le long de l’axe de collision. Dans ce cas, un raisonnement utilisant les symØtries du pro-
blŁme montre qu’il n’y a pas d’oscillation dipolaire le long de l’axe y ou z. Cependant,
pour une collision non centrale, seul le plan de collision est encore un plan de symØtrie,
interdisant l’oscillation dipolaire uniquement le long de l’axe y. La gure 4.29 montre que
l’amplitude de la premiŁre oscillation du moment dipolaire le long de x′ dØcroît avec le
paramŁtre d’impact. Cette dØcroissance est accompagnØe de l’apparition d’une oscillation
dipolaire le long de l’axe z′ dont l’amplitude croît avec le paramŁtre d’impact. Les am-
plitudes de la premiŁre oscillation le long de ces deux axes deviennent à peu prŁs Øgales
lorsque le paramŁtre d’impact b ∼ 5 fm. Les Øvolutions temporelles de QDX′ (ligne tire-
tØe) et QDZ′ (ligne pointillØe) sont donnØes sur la gure 4.30 pour un paramŁtre d’impact
b = 1 fm. L’Øvolution de QDX y est aussi reprØsentØe pour la collision centrale (ligne
pleine). On voit en effet que l’amplitude de la premiŁre oscillation de QDX′ à b = 1 fm est
lØgŁre plus faible que celle à b = 0 fm. La gure 4.31 donne les composantes du spectre
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FIG. 4.28  ReprØsentation des deux repŁres utilisØs pour dØcrire les collisions non cen-
trales.
FIG. 4.29  Amplitude de la premiŁre oxcillation deQDX′ (trait plein) etQDZ′ (trait tiretØ)
en fonction du paramŁtre d’impact pour la rØaction 12Be+28S à ECM = 0.5 MeV/u.
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γ attendues pour les deux directions d’oscillation à b = 1 fm. Bien que l’amplitude de
l’oscillation le long de z′ soit non nØgligeable, l’aire du spectre γ qui lui est associØ est
petite comparØe à celle du spectre correspondant à l’autre axe. Ceci est logique puisque
le moment dipolaire intervient au carrØ dans le calcul de la probabilitØ d’Ømission γ (cf.
Øquation 4.8).
FIG. 4.30  Evolutions temporelles de QDX′ à b = 0 fm (ligne pleine) et à b = 1 fm (trait
tiretØ) ainsi que de QDZ′ à b = 1 fm (trait pointillØ).
L’origine de l’oscillation de QDZ′ provient d’une brisure de symØtrie lorsque le sys-
tŁme entre en rotation. Pour le montrer, commençons par Øcrire l’Øquation de Schrödinger
dØpendant du temps dans le repŁre du laboratoire (x, y, z)
i~|ψ˙〉 = Hˆ|ψ〉 (4.17)
Dans le repŁre (x′, y, z′) tournant autour de l’axe y, l’expression de l’Øtat du noyau est
donnØe par
|ψ′〉 = R(α)|ψ〉
oø R(α) = e−iα(t)Jy est l’opØrateur de rotation de l’angle α(t) entre les axes x et x′ (cf.
gure 4.28). Jy est le moment angulaire suivant y. L’Øquation 4.17 peut alors s’Øcrire
HˆR−1|ψ′〉 = −α˙JyR−1|ψ′〉+ iR−1|ψ˙′〉
on obtient alors l’Øquation de Schrödinger exprimØe dans le repŁre tournant solidaire du
noyau composØ.
i~|ψ˙′〉 = (RHˆR−1 + α˙Jy)|ψ′〉 (4.18)
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FIG. 4.31  Spectres γ associØs à l’oscillation de QDX′ (ligne pleine) et à celle de QDZ′
(ligne tiretØe) à b = 1 fm.
L’expression du Hamiltonien dans ce repŁre est
Hˆ ′ = RHˆR−1 + α˙Jy
Le dernier terme de cette expression induit un mouvement le long de l’axe z ′ à partir
d’une vibration dipolaire le long de x′. Il est donc responsable de l’excitation de la GDR
perpendiculaire à l’axe de dØformation allongØe.
Nous avons vu tout au long de cette Øtude le rôle important de la dØformation sur la
GDR de prØØquilibre. Cette dØformation autorise un mouvement de rotation du noyau de
prØØquilibre pour les collisions non centrales. De plus nous avons dØjà remarquØ dans la
partie 4.4.4 qu’une collision quasi symØtrique en masse engendrait une dØformation plus
important qu’une rØaction asymØtrique en masse. Nous allons donc maintenant Øtudier
l’effet de l’asymØtrie de masse sur la phase de prØØquilibre.
4.4.6 Réactions symétriques en masse
Nous analysons maintenant l’effet de l’asymØtrie de masse sur l’Øquilibration des
charges, i.e. sur la GDR de prØØquilibre. Nous utilisons pour cela la pØriode instanta-
nØe de la GDR de prØØquilibre. Celle-ci peut-Œtre dØnie à l’aide des spirales obtenues
dans l’espace des phases (QD, PD) pour des rØactions asymØtriques en N/Z. Nous intro-
duisons dans cet espace l’angle θ(t) entre l’axe QD et la droite reliant le centre à un point
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M(t) de la trajectoire. Nous choisissons comme dØnition de la pØriode instantanØe T (t)
θ
(
t+
T (t)
2
)
= θ(t) + pi
Il s’agit donc du double du temps nØcessaire pour que la spirale effectue une demi-
rØvolution. La gure 4.32 donne l’Øvolution de T (t) pour deux collisions centrales asy-
mØtriques en N/Z 2
 la rØaction 12Be+28S asymØtrique en masse à ECM = 0.5 MeV/u.
 la rØaction 20O(N/Z = 1.5)+20Mg(N/Z ' 0.7) symØtrique en masse à ECM =
0.74 MeV/u.
t
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FIG. 4.32  Evolution de la pØriode instantanØe en fonction du temps pour les rØactions
12Be+28S (ligne tiretØe) et 20O+20Mg (ligne pleine).
Dans un premier temps on observe que les moyennes temporelles T des pØriodes diffŁrent
entre les deux rØactions. Pour la rØaction symØtrique en masse, on a T asym ' 170 fm/c,
alors que dans l’autre rØaction on obtient T sym ' 105 fm/c (valeur qui est en bon accord
avec les rØsultats de la partie 4.4.1). Cette diffØrence est attribuØe à une plus grande dØ-
formation du noyau composØ durant la phase de prØØquilibre de la rØaction symØtrique en
masse. En effet la dØformation du 40Ca durant sa phase de prØØquilibre lorsqu’il est formØ
par la rØaction 20O+20Mg est voisine de ε ∼ 0.3, ce qui est bien supØrieur à la valeur
obtenue pour la rØaction asymØtrique en masse (ε ∼ 0.14). On retrouve bien l’observa-
tion que nous avons faite concernant l’expØrience de Cinausero. L’interprØtation est la
mŒme. Pour une rØaction fortement asymØtrique en masse, la forme associØe au systŁme
2les énergies des réactions sont choisies telles que ECM/B = 1.39 où B est la barrière de fusion.
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dinuclØaire est plus proche de celle du noyau composØ que pour une rØaction symØtrique
en masse. La dØformation, plus grande pour un systŁme symØtrique en masse, met donc
plus de temps à se relaxer et l’oscillation dipolaire a lieu dans un noyau de plus forte
dØformation allongØe.
Avant d’aller plus loin dans l’Øtude de T (t), comparons les oscillations dipolaires as-
sociØes à ces deux systŁmes sur les gures 4.9 (asymØtrique en masse) et 4.33 (symØtrique
en masse). Alors que sur la gure 4.9 l’oscillation dipolaire semble Œtre quasi harmonique,
celle de la rØaction 20O+20Mg est plus complexe. Cela est cohØrent avec les Øvolutions
de T (t) de la gure 4.32. En effet T (t) varie moins durant la phase de prØØquilibre de la
rØaction asymØtrique en masse. De mŒme sur le spectre γ de la gure 4.34 pour la rØaction
symØtrique en masse on peut voir deux pics importants, un à 7.7 MeV et l’autre à 10.8
MeV alors que pour la rØaction asymØtrique en masse un seul pic important Øtait prØsent
(cf. gure 4.10).
FIG. 4.33  Evolution de QD et de PD dans la rØaction 20O+20Mg→40Ca.
Pour comprendre ce qui se passe dans la rØaction symØtrique en masse nous avons re-
prØsentØ sur la gure 4.35 les Øvolutions temporelles des valeurs moyennes des moments
monopolaire Q0(t) et quadrupolaire Q2(t) calculØes à l’aide des Øquations 4.12 pour la
rØaction 20O+20Mg. On peut voir qu’elles oscillent en phase avec une pØriode de 165 fm/c
qui est diffØrente de la pØriode de la GDR. Le fait que Q0(t) et Q2(t) aient la mŒme pØ-
riode d’oscillation indiquent que leur Øvolution est provoquØe par l’excitation d’un mŒme
mode collectif correspondant à la vibration de la densitØ du noyau autour d’une forme
allongØe. En effet Q2 ne prend jamais de valeur nØgative, c’est à dire le noyau ne passe
jamais par une forme aplatie. Par contre, comme le montre la gure 4.36 pour la rØaction
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FIG. 4.34  Spectre γ associØ à l’oscillation dipolaire de la gure 4.33.
asymØtrique en masse, Q0(t) et Q2(t) sont à peu prŁs constants durant le prØØquilibre. Le
mode collectif qui affecteQ0(t) etQ2(t) n’est donc excitØ que dans la rØaction symØtrique
en masse.
Montrons maintenant que ce sont les variations de Q0(t) et Q2(t) qui modient les
propriØtØs de la GDR de prØØquilibre au cours du temps. ConsidØrons un oscillateur har-
monique simulant l’oscillation dipolaire. On a vu que la frØquence de la GDR Øtait affec-
tØe par la dØformation du noyau. Or on vient de voir que cette forme oscille au cours du
temps. La pulsation de l’oscillateur varie donc elle aussi, ce qui est bien pris en compte
par les non linØaritØs de TDHF. En effet, le potentiel de champ moyen est auto-consistant,
c’est à dire qu’il dØpend de la densitØ et donc de la forme du noyau. Ainsi, lorsque la
dØformation allongØe augmente, la force de rappel entre protons et neutrons diminue et
vice versa. On peut ainsi supposer que la force de rappel, et donc la constante de rigiditØ
k(t) oscillent à la frØquence de Q0 et Q2. L’Øquation diffØrentielle de la distance dnp entre
les centres de masse proton et neutron s’Øcrit ainsi
d2
dt2
dnp +
k(t)
µ
dnp = 0
oø µ = NZ
A
m est la masse rØduite associØe aux deux corps protons et neutrons. La pulsa-
tion sans couplage notØe ω0 est reliØe à la constante de rigiditØ par la relation
k(t)
µ
= ω20(1 + η cosωt)
oø ω est la pulsation associØe à l’oscillation de la densitØ, i.e. la pulsation de Q0(t) et
Q2(t). η est une constante sans dimension qui quantie le couplage entre la GDR et
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l’autre mode collectif. On obtient ainsi une Øquation diffØrentielle qui prend la forme
d’une Øquation de Mathieu
d¨np + ω
2
0[1 + η cosωt]dnp = 0 (4.19)
Une autre maniŁre d’obtenir cette Øquation est de partir de l’Øquation TDHF
i~
∂
∂t
ρˆ = [Hˆ, ρˆ] (4.20)
et de suivre la dØmarche de Balbutsev et Schuck [Bal99] à une dimension. La transformØe
de Wigner de l’Øquation 4.20 pour un potentiel local auto-cohØrent local s’Øcrit
∂f
∂t
+
p
m
∂f
∂x
=
2
~
sin
(
~
2
∂V
∂x
∂f
∂p
)
V f (4.21)
f(x, p, t) =
∫
ds exp(−ip.s/~) ρ(x+ s
2
, x− s
2
, t) est la transformØe de Wigner de la matrice
densitØ ρ(x1, x2, t) = 〈x1|ρˆ(t)|x2〉. L’indice supØrieur sur les opØrateurs de dØrivation
indique sur quel opØrateur la dØrivØe agit. Nous avons f = fpi + fν oø fpi et fν sont
les transformØes de Wigner des parties proton et neutron respectivement de l’opØrateur
densitØ à un corps.
Appliquons maintenant la mØthode des moments de la fonction de Wigner (WFM)
pour obtenir un systŁme fermØ d’Øquations de la dynamique du moment dipolaire et de
son moment conjuguØ. Pour ce faire, calculons les intØgrales sur l’espace des phases de
l’Øquation 4.21 avec les poids xτ puis pτ oø τ vaut +1 pour les protons et −1 pour les
neutrons. La distance entre protons et neutrons s’Øcrivant
dnp =
∫
dx dp x (fpi − fν)
on obtient
∂
∂t
dnp +
∫
dp
p
m
∫
dx x
∂
∂x
(fpi − fν)
=
2
~
∫
dx dp x sin
(
~
2
∂V
∂x
∂f
∂p
)
V (fpi − fν)
Le terme de droite s’annule parceque fpi, fν et toutes leur dØrivØes par rapport à p s’an-
nulent pour |p| → ∞. Notons le moment dipolaire conjuguØ Pd =
∫
dp dx p (fpi − fν).
En intØgrant par partie le deuxiŁme terme de la partie gauche et en utilisant le fait que la
densitØ est nulle à l’inni on obtient
∂
∂t
dnp =
Pd
m
(4.22)
IntØgrons maintenant l’Øquation 4.21 avec le poids pτ . En notant la densitØ n(x, t) =∫
dp f(x, p, t) et A(x, t) = 1
m
∫
dp p2 f(x, p, t) le tenseur d’Ønergie cinØtique nous avons
∂
∂t
Pd +
∫
dx
∂
∂x
(Api −Aν) = −
∫
dx
∂V
∂x
(npi − nν).
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Le terme de droite est issu d’une intØgration par partie oø l’on a, comme prØcØdemment,
utilisØ le fait que fpi et fν s’annulent pour |p| → ∞. Comme A = 0 pour |x| → ∞ on a
∂
∂t
Pd = −
∫
dx
∂V
∂x
(npi − nν) (4.23)
Les Øquations 4.22 et 4.23 constituent le systŁme d’Øquations de la dynamique du
mouvement que nous recherchions. Il est important de noter que ces Øquations ont ØtØ
obtenues sans aucune approximation sur le potentiel local. Pour aller plus loin, nous avons
besoin d’une forme explicite du potentiel et de la densitØ. Si on prend par exemple un
oscillateur harmonique V = 1
2
kx2 on obtient l’Øquation d’Øvolution de dnp
m
∂2
∂t2
dnp = −kdnp
et on retrouve la solution bien connue de l’oscillateur harmonique dnp = dnp0 cosω0 t
avec ω0 =
√
k
m
Dans notre cas un autre mode collectif apparaît en faisant osciller la densitØ à la pul-
sation ω, que l’on peut ainsi Øcrire
n(x, t) = n0(x) [1 + λ(x) cosωt]
Le potentiel est auto-cohØrent, i.e. V ≡ V [n]. En consØquence, la dØpendance en temps de
la partie droite de l’Øquation 4.23 apparaît seulement avec la forme cosωt. En utilisant une
description en terme d’oscillateur harmonique sans que l’autre mode collectif affectant la
densitØ soit excitØ pour dØterminer le terme indØpendant du temps dans la partie droite de
l’Øquation 4.23 on obtient
d¨np + ω
2
0 (1 + F [cosωt]) dnp = 0 (4.24)
oø ω0 est, comme prØcØdemment, la pulsation sans couplage et ω la pulsation associØe
à la vibration de la densitØ. F(ξ) est une fonction qu’il nous est impossible de dØcrire
autrement qu’en perturbation en ξ. L’Øquation de Mathieu apparaît alors comme une ap-
proximation de l’Øquation 4.24 dans laquelle seule la partie linØaire deF(ξ) est conservØe.
Revenons à l’Øquation de Mathieu 4.19, ce qui revient donc à poser F(ξ) = η cos ξ.
DØveloppons dnp en sØrie de η et limitons nous au premier ordre en η
dnp(t) ' c0(t) + ηc1(t).
En remplaçant dnp par son dØveloppement dans l’Øquation 4.19, on trouve que, en notation
complexe c¯0 = C0eiω0t est la solution sans couplage avec la constante d’intØgration C0 et
que c1 doit obØir à l’Øquation diffØrentielle
c¨1 + ω
2
0 (c0 cosωt+ c1) = 0.
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t
FIG. 4.35  Evolution de Q0(t) (ligne pleine) et Q2(t) (ligne tiretØe) dans la rØaction
20O+20Mg→40Ca.
t
FIG. 4.36  idem que la gure 4.35 pour la rØaction 12Be+28S→40Ca.
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La solution de cette Øquation est de la forme
c¯1(t) = C1e
i(ω0+ω)t + C ′1e
i(ω0−ω)t.
Le second terme dans le membre de droite va engendrer une modulation de basse frØ-
quence qui inuencera peu l’oscillation dipolaire au cours d’une pØriode de la GDR. Nous
ne le prenons donc pas en compte dans la suite (i.e. nous considØrons C ′1 = 0). On obtient
ainsi pour c¯1 l’expression
c¯1(t) = C0
ω2
2
(
ω20 − (ω + ω0)2
)ei(ω0+ω)t.
Au premier ordre en η, la distance entre protons et neutrons diffŁre donc du cas sans
couplage d’un facteur
1 + η
ω20
2 (ω2 + 2ωω0)
cosωt.
En consØquence, nous n’utiliserons pas η pour quantier le couplage, mais une autre
constante sans dimension β qui quantie l’amplitude des uctuations induite sur la frØ-
quence de la GDR et que l’on dØni par
η = 2β
(
ω2
ω20
+ 2
ω
ω0
)
On obtient alors
d¨np
ω20
+
[
1 + 2β
(
ω2
ω20
+ 2
ω
ω0
)
cos(ωt)
]
dnp = 0 (4.25)
Cette Øquation n’a pas de solution analytique. Nous l’avons donc rØsolue numØri-
quement avec les paramŁtres de notre problŁme. ω est la pulsation de la vibration de la
densitØ et ω0 = rωGDR. r et β sont ajustØs de maniŁre à reproduire au mieux les rØsultats
TDHF sur la pØriode. r est supposØ Œtre voisin de 1 mais pas exactement 1 à cause de
la prØsence du terme oscillant introduisant une anharmonicitØ, i.e. il change lØgŁrement
la valeur moyenne de la pulsation dipolaire. La solution de l’Øquation de Mathieu oscille
avec une pØriode qui reproduit approximativement les rØsultats TDHF, comme on peut le
voir sur la gure 4.37, avec r = 1.1 et β = 0.15.
En consØquence, les modes collectifs affectant la densitØ (comme une oscillation de
type quadrupolaire) se couplent à la GDR de prØØquilibre. Cette vibration quadrupolaire
n’apparaît que dans la rØaction symØtrique en masse (pour les cas que nous avons ØtudiØs).
Les effets de ce couplage sont une lØgŁre dØcroissance de l’Ønergie (autour de 10% ici) et
une largeur supplØmentaire de la GDR à cause de la modulation de sa frØquence.
Terminons ce paragraphe sur une remarque : les couplages entre modes collectifs
n’apparaissent pas uniquement dans les noyaux chauds. En effet, comme nous l’avons
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FIG. 4.37  Evolution de la pØriode de la GDR (ligne pleine) obtenue avec TDHF et de la
pØriode d’oscillation de la solution de Mathieu (ligne tiretØe).
montrØ dans la rØfØrence [Sim03a] (voir annexe D), un Øtat à un phonon |µ〉 d’une rØso-
nance gØante GRµ peut, par l’intermØdiaire du champs moyen auto-consistant, se coupler
à un Øtat à deux phonons |µν〉 dans lequel vient s’ajouter au phonon de la rØsonance
GRµ un phonon d’une autre rØsonance gØante GRν . Par exemple lorsqu’on applique
l’excitation dipolaire de l’Øquation 4.11, des oscillations de Q0(t) et Q2(t) apparaissent
en plus de l’oscillation dipolaire de la gure 4.11. C’est ce que l’on voit sur la gure
4.38 montrant l’Øvolution temporelle de ces trois moments pour une excitation dipolaire.
Cependant il y a tout de mŒme une diffØrence sur l’origine de l’excitation de la vibration
de forme/densitØ. En effet, lorsqu’on excite une GDR à partir du fondamental, la GQR
et la GMR ont à leur tour une probabilitØ d’Œtre excitØes grâce aux couplages prØsents
dans le champ moyen. Mais dans les rØactions de fusion que nous avons ØtudiØes, la vi-
bration de forme/densitØ est excitØe explicitement à partir de la forme allongØe obtenue
aprŁs le point de contact, et ceci uniquement pour la rØaction symØtrique en masse. Enn
les couplages entre multiphonons peuvent Œtre traitØs en perturbation, et au premier ordre
le mode excitateur (ici la GDR) n’est pas affectØ alors que pour la fusion il s’agit d’un
rØgime de grandes amplitudes, il n’y a pas de mode excitateur (c’est la fusion elle mŒme
qui excite les RG) et la GDR est fortement affectØe par la vibration de forme/densitØ.
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FIG. 4.38  Evolution de QD(t) (trait plein), Q0(t) − Q0(0) (tirets) et Q2(t) (pointillØs)
pour une excitation dipolaire appliquØe au 40Ca avec une intensitØ k = 0.141 fm−1.
L’Øchelle donne les valeurs en fermis deQD(t) et correspond à des fm2 pourQ0(t)−Q0(0)
et Q2(t).
4.5 Effets de la GDR de prØØquilibre sur la fusion-Øvaporation
Nous allons maintenant Øtudier une application possible des GDR de prØØquilibre pour
la formation de noyaux par fusion-Øvaporation. Comme le remarque Baran dans la rØfØ-
rence [Bar01b], l’Ømission de γ de la GDR de prØØquilibre dØcroît l’Ønergie d’excitation
du noyau composØ et lui permet donc de se refroidir. En consØquence, sa tempØrature au
dØbut de sa phase de dØcroissance statistique est plus basse. Comme nous allons le voir
cela augmente la probabilitØ de survie du noyau composØ et peut donc avoir des appli-
cations dans la physique des noyaux lourds et super-lourds puisque nous avons vu que
nous pouvions contrôler en partie le nombre de γ Ømis de la GDR de prØØquilibre par
l’asymØtrie en N/Z des partenaires de collision.
Prenons l’exemple des noyaux super-lourds. La ssion statistique est la voie de dØ-
croissance privilØgiØe du noyau composØ et l’Ømission de neutrons est marginale. C’est
pourquoi les expØrimentateurs essaient de former les noyaux super-lourds avec un nombre
important de neutrons pour abaisser le seuil d’Ømission de neutron et ainsi augmenter la
probabilitØ d’en Øvaporer, ce qui diminue la probabilitØ de voir le noyau disparaître par
ssion. Ceci a aussi pour effet d’augmenter la stabilitØ du noyau.
De plus, les noyaux super-lourds doivent Œtre formØs avec la plus faible Ønergie d’ex-
citation possible. Il y a deux raisons à cela. La premiŁre est qu’il vaut mieux avoir un
minimun de neutrons à Ømettre avant d’atteindre l’Øtat fondamental. Le noyau composØ
atteint ainsi plus vite le fondamental et a donc une probabilitØ plus faible de ssionner.
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La seconde raison concerne les effets de couches, qui, comme nous l’avons dØjà dit au
chapitre 2, diminuent quand l’Ønergie d’excitation augmente. Or elles sont responsables
de la stabilitØ prØsumØe des noyaux super-lourds. Ces points constituent autant de motiva-
tions pour Øtudier le mØcanisme de refroidissement du noyau composØ durant sa phase
de prØØquilibre.
Notons PE∗init.(E
∗) la probabilitØ de survie jusqu’à l’Ønergie E∗ du noyau qui a com-
mencØ sa dØcroissance statistique à l’Ønergie d’excitation E∗init. Notons aussi P Ssurv et
PAsurv les probabilitØs de survie totale du noyau composØ formØ par la rØaction symØtrique
et asymØtrique en N/Z respectivement. La gure 4.39 illustre la dØcroissance statistique
E*0
E*1
0
E*0
E*1
0
PSsurv
1−Pγ
PE*0(E*1)
PE*0(E*1) + P
EGDR
EGDR
1
a)
b)P survA
(1−P )γ γ
FIG. 4.39  ReprØsentation schØmatique de la population de noyaux composØs durant
la phase de dØcroissance statistique. a) cas d’une rØaction symØtrique en N/Z. b) cas
asymØtrique.
d’un noyau composØ formØ par une rØaction symØtrique en N/Z (en haut) et celle du
mŒme noyau formØ par une rØaction asymØtrique en N/Z (en bas) durant laquelle un γ
de la GDR de prØØquilibre a une probabilitØ Pγ d’Œtre Ømis. L’abcisse correspond à la
population de noyaux chauds durant leur dØcroissance et l’ordonnØe à l’Ønergie d’excita-
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tion. Comme celle-ci dØcroît au cours du temps, on commence la phase de dØcroissance
statistique en haut à une Ønergie d’excitation E∗0 ou E∗1 = E∗0 − EGDR si un γ de la
GDR a ØtØ Ømis durant le prØØquilibre. L’Ønergie d’excitation sans particule de prØØqui-
libre Ømise E∗0 est la somme de l’Ønergie du centre de masse ECM et du Q de la rØaction
Q = (M1 +M2 −MCN)c2.
Les probabilitØs P Ssurv et PAsurv peuvent s’Øcrire
P Ssurv = PE∗0 (0)
= PE∗0 (E
∗
1)PE∗1 (0)
PAsurv = (1− Pγ)PE∗0 (0) + PγPE∗1 (0)
=
[
(1− Pγ)PE∗0 (E∗1) + Pγ
]
PE∗1 (0)
On peut alors calculer l’accroissement de la probabilitØ totale de survie du noyau composØ
à cause de la GDR de prØØquilibre
PAsurv
P Ssurv
=
(1− Pγ)PE∗0 (E∗1) + Pγ
PE∗0 (E
∗
1)
= 1 + Pγ
(
1
PE∗0 (E
∗
1)
− 1
)
Pour des noyaux lourds, on s’attend à ce que PE∗0 (E
∗
1) soit trŁs petite
PAsurv
P Ssurv
' 1 + Pγ
PE∗0 (E
∗
1)
(4.26)
On voit alors que nous n’avons besoin que de deux quantitØs pour estimer cet ac-
croissement de la probabilitØ de survie. La premiŁre, Pγ , est obtenue par l’intØgration
sur l’Ønergie des γ de l’Øquation 4.8. Celle-ci peut ainsi Œtre obtenue à partir d’un calcul
TDHF. On peut aussi en avoir une bonne approximation à partir de l’Ølectrodynamique
classique [Jac62] qui donne
dPγ
dE
=
2e2QD(0)
2
3pi(~c)3
(
E21 +
ΓGDR
2
4
)
E21E[
(E − E1)2 + ΓGDR24
] [
(E + E1)2 +
ΓGDR
2
4
] (4.27)
oø QD(0) est la valeur initiale du moment dipolaire, E1 =
√
E2GDR − ΓGDR
2
4
est l’Ønergie
du mouvement harmonique amorti et ΓGDR est la largeur de la GDR de prØØquilibre. Pγ
est ainsi donnØ par Pγ =
∫
dE dPγ
dE
.
Pour obtenir la seconde quantitØ, PE∗0 (E∗1), nous devons rØsoudre un systŁme de six
Øquations : les Øquations 4.10, 4.5 et
dE∗
dt
= −Γn(t)
~
(Bn + T (t)) (4.28)
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dP
dt
= −Γf(t)
~
P (t) (4.29)
Γf(t) =
~ω0ωs
2piβ
e−
Bf (t)
T (t) (4.30)
Bf(t) ≡ Bf [E∗(t)] = Bf(0)e−
E∗
Ed (4.31)
L’Øquation 4.28 donne l’Øvolution temporelle de l’Ønergie d’excitation. Bn est la bar-
riŁre de neutron. L’Øquation 4.29 donne une Øvolution de la probabilitØ de survie P .
L’Øquation 4.30 donne celle de la largeur associØe à la ssion. ω0 et ωS sont les frØquences
des l’oscillateurs harmoniques associØs aux deux paraboles qui approximent le potentiel
sur le chemin de la ssion V (x) au minimum (noyau composØ) et au point selle respec-
tivement. x est associØe à la distance de sØparation des centres de masse des fragments
(voir la rØfØrence [Ari99]). β = 5.1021s−1 quantie la friction. L’Øquation 4.31 donne
l’Øvolution de la barriŁre de ssion Bf . Pour les noyaux super-lourds, cette barriŁre a
uniquement une origine quantique et disparaît avec l’excitation d’Ønergie. Ed ' 20 MeV
est l’Ønergie typique d’amortissement des effets de couches. Nous ne prenons en compte
dans la phase d’Øquilibre que la dØcroissance par neutron par ssion.
Nous allons prendre ici l’exemple du systŁme 124Xe+141Xe→265 108∗ à l’Ønergie de la
barriŁre. L’Ønergie d’excitation du noyau composØ est E∗0 = 54 MeV. En considØrant une
Ønergie de la GDR de EGDR ' 13 MeV et une largeur de ΓGDR ' 4 MeV, la probabilitØ
totale d’Ømission de γ de la GDR de prØØquilibre est Pγ ' 0.05. Pour la dØcroissance
statistique nous prenons Bf [E∗ = 0] ' 8.5 MeV, Bn = 6.5 MeV et ω0 ' ωS ' 1 MeV/~.
On obtient ainsi la probabilitØ de survie PE∗0 (E∗1) ' 0.01 qui est petite en comparaison de
Pγ . L’augmentation de la probabilitØ de survie du noyau composØ formØ par la rØaction
asymØtrique en N/Z par rapport à la voie symØtrique devient, d’aprŁs l’Øquation 4.26
PAsurv
P Ssurv
∼ 5
On voit ainsi que l’utilisation de rØactions asymØtriques enN/Z peut Œtre utile pour la
formation de noyaux super lourds car la probabilitØ de survie du noyau composØ peut Œtre
considØrablement augmentØe grâce à l’Ømission de γ de la GDR de prØØquilibre, excitØe,
on l’a vu, surtout dans ce type de rØactions.
La rØaction prise ici comme exemple implique le 141Xe qui est un noyau instable.
Les systŁmes de production de faisceaux exotiques tels que SPIRAL phase I ne sont pas
capables, à l’heure actuelle, de produire des faisceaux de noyaux si lourds. La prochaine
gØnØration de production et d’accØlØration de faisceaux d’ions Øxotiques permettra peut-
Œtre de rØaliser des fusions asymØtriques en N/Z formant un noyau composØ assez lourd
pour que la compØtition entre Ømission de γ de la GDR de prØØquilibre et ssion puisse
Œtre observØe expØrimentalement par comparaison à une rØaction symØtrique. Toutefois,
l’intensitØ des faisceaux disponibles sera toujours un facteur limitant.
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4.6 Conclusion
Nous avons ØtudiØ dans ce chapitre les rØactions de fusion de noyaux asymØtriques en
N/Z à l’aide notamment de TDHF pour obtenir des informations sur la mise en Øquilibre
du noyau composØ. On a vu que de telles rØactions menaient à un moment dipolaire non
nul au point de contact, lequel est susceptible d’osciller, à cause de l’excitation d’une
GDR dite de prØØquilibre.
Les caractØristiques de la GDR de prØØquilibre sont fortement rØliØes à la structure du
noyau de prØØquilibre. Nous avons ØtudiØ ces caractØristiques à travers des quantitØs ex-
pØrimentalement observables telles que les spectres γ par exemple. Nous en avons dØduit
des popriØtØs du noyau de prØØquilibre telles que sa dØformation ou son temps d’Øquili-
bration des charges. On a aussi vu que la probabilitØ d’exciter une GDR de prØØquilibre
augmentait puis diminuait avec l’Ønergie du centre de masse. Une comparaison à des
rØsultats expØrimentaux a aussi ØtØ menØe. Nos rØsultats sur l’intensitØ du phØnomŁne
sont du mŒme ordre de grandeur et sont en bon accord avec des calculs semi-classiques.
L’Øtude en fonction du paramŁtre d’impact a montrØ un possible couplage entre la rota-
tion et la GDR durant le prØØquilibre. D’autres modes collectifs vibrationnels apparaissent
pour des rØactions symØtriques en masse affectant la densitØ du noyau. Ces modes col-
lectifs se couplent à leur tour à la GDR. Ces couplages sont aussi prØsents entre les Øtats
multiphonons construits sur l’Øtat fondamental.
Finallement nous avons montrØ que l’asymØtrie en N/Z pouvait jouer un rôle im-
portant sur la section efcace de fusion-Øvaporation des noyaux lourds en ouvrant une
nouvelle voie de dØcroissance par l’intermØdiaire de la GDR de prØØquilibre. Cette voie
de dØcroissance intervient avant la dØcroissance statistique diminuant ainsi l’Ønergie d’ex-
citation et donc la probabilitØ de ssionner.
L’Øtude des caractØristiques de la GDR de prØØquilibre, autre que la simple observa-
tion et quantication de celle-ci, doit se faire maintenant expØrimentalement. Il devient
possible d’atteindre de grandes asymØtries en N/Z grâce aux accØlØrateurs de faisceaux
exotiques, mais leurs application à la formation de noyaux super-lourds doit encore at-
tendre la prochaine gØnØration d’accØlØrateurs capables de dØlivrer des faisceaux d’ions
exotiques plus lourds tels que SPIRAL phase II.
130
Chapitre 4. Du point selle à l’équilibre :
Rôle des modes collectifs.
Chapitre 5
Couplages en isospin et évaporation de
proton
La dynamique nuclØaire autour de la barriŁre ØtudiØe jusqu’ici concernait principa-
lement la fusion. Il y a cependant d’autres exemples de passage de barriŁre en physique
nuclØaire, comme la dØcroissance d’un noyau excitØ par Ømission de proton. C’est ce que
nous allons Øtudier dans ce chapitre en introduisant un couplage nouveau entre protons et
neutrons.
5.1 Introduction
Le noyau atomique est un systŁme quantique de particules avec diffØrents spins et
isospins. L’indØpendance de charge de l’interaction forte implique que celle-ci s’applique
indiffØremment sur les nuclØons quels que soient leur isospin. Une consØquence directe
est l’existence d’Øtats analogues et plus gØnØralement des multiplets d’isospin dans les
spectres des noyaux de mŒme masse et en particulier les noyaux miroirs1. L’interac-
tion forte entre deux nuclØons est interprØtØe en terme d’Øchange de mØsons chargØs ou
neutres. L’Øchange de mØsons chargØs peut intervenir entre un proton et un neutron, chan-
geant ainsi le proton en neutron et vice versa. L’isospin est globalement conservØ mais il
est partagØ entre les hadrons et les mØsons. L’isospin des hadrons quant à lui n’est donc
pas conservØ individuellement. L’isospin associØ à une particule n’est donc plus un bon
nombre quantique.
La plupart des modŁles ne prennent pas en compte cette possibilitØ. Le modŁle de Dy-
namique MolØculaire AntisymØtrisØe (AMD) considŁre que le spin et l’isospin du nuclØon
restent constants au cours du temps. Dans le modŁle de Dynamique MolØculaire Fermio-
nique le spin d’un nuclØon peut Øvoluer au cours du temps, mais pas l’isospin [Fel00], ce
1Noyaux dont les nombre de protons et de neutrons sont intervertis
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qui est aussi le cas dans le code TDHF de P. Bonche. Le spin et l’isospin peuvent pourtant
Œtre traitØs par le mŒme formalisme [Fel97] et une description approfondie de la dyna-
mique nuclØaire nØcessiterai de prendre en compte cette non conservation individuelle
de l’isospin de chaque nuclØon. Pourtant, elle peut avoir un rôle crucial, notamment lors-
qu’un nuclØon sort du noyau puisqu’à la surface du noyau, il subit un potentiel moyen qui,
de part la prØsence du champ Coulombien, diffØre en fonction de son isospin. En effet,
contrairement aux neutrons, les protons doivent franchir une barriŁre Coulombienne pour
sortir du noyau. Un neutron d’Ønergie positive mais sous-Coulombienne franchissant la
barriŁre sans la ressentir pourrait Øchanger un mØson chargØ avec un proton du noyau. Si
un tel phØnomŁne a lieu, le neutron se transforme en proton, lequel peut alors sortir du
noyau avec une Ønergie trŁs en deça de la barriŁre Coulombienne.
Dans la suite nous allons dØvelopper une thØorie de champ moyen de type TDHF pour
dØcrire l’effet de cette interaction sur l’Ømission des protons. L’Øchange de mØson isovec-
toriels entre les nuclØons se traduira dans le potentiel de champ moyen par des termes
hors diagonaux dans l’espace d’isospin que nous appellerons couplages en isospin.
Dans un premier temps nous Øtablirons, par des arguments de symØtrie en liaison avec
l’annexe F, la forme des fonctionnelles d’essai de notre thØorie de champ moyen. La
partie 5.3 prØsentera alors la dØrivation des Øquations HF à partir de ces fonctionnelles.
Nous verrons ainsi apparaître naturellement les couplages en isospin. Nous Øtudierons
ensuite dans la partie 5.4 l’Øvolution temporelle d’un noyau initialement sans couplage
en isospin (nous verrons que c’est le cas des noyaux N = Z si l’on nØglige l’interaction
Coulombienne) et excitØ par une rØaction de type Øchange de charge qui crØe ce couplage.
Nous prØsenterons un calcul analytique moyennant des approximations qui seront alors
dØtaillØes. Puis, toujours dans cette partie, nous exposerons nos rØsultats numØriques. Une
estimation du couplage sera donnØe au niveau de la barriŁre pour l’16O et l’28O. Enn la
partie 5.5 sera consacrØe à l’Øtude de l’effet de ce couplage sur l’Øvaporation de proton à
l’aide d’un modŁle à une dimension. Une comparaison entre ces deux noyaux sera prØ-
sentØe avant de conclure dans la partie 5.6.
5.2 Forme des fonctions d’onde d’essai
Dans cette partie, nous allons Øtablir la forme des fonctions d’onde d’essai qui permet-
tra de prendre en compte le couplage en isospin lors de la description en champ moyen
de la dynamique nuclØaire. Pour cela, nous allons tout d’abord dØcrire la mØthode des
variations. Nous expliquerons ensuite que le choix de dØterminants de Slaters pour kets
d’essai amŁne à une description en terme de champ moyen. . AprŁs une digression sur le
lien entre les symØtries et les loi de conservation, nous verrons comment une brisure de
symØtrie du problŁme permet de prendre en compte une partie de l’interaction rØsiduelle.
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Nous appliquerons ensuite ceci pour traiter l’interaction rØsiduelle due à l’Øchange de
mØsons chargØs entre nuclØons. Il sera alors montrØ que la brisure de symØtrie associØe
à la prise en compte de cette interaction impose que les fonctions d’onde à une particule
servant à construire les dØterminants de Slaters doivent Œtre des isospineurs.
5.2.1 Méthode variationelle
La thØorie HF dØcoule d’un principe variationnel qui est utilisØ pour dØterminer une
approximation des Øtats propres et valeurs propres du Hamiltonien H . Il stipule que la
valeur moyenne de H est stationnaire si et seulement si le vecteur d’Øtat |ψ〉 auquel elle
correspond est vecteur propre de H , et les valeurs stationnaires de 〈H〉 sont les valeurs
propres du Hamiltonien. La mØthode des variations est alors la suivante :
 On choisit une famille de kets d’essai |ψ(α)〉 dØpendant d’un certain nombre de
paramŁtres symbolisØs par α.
 On calcule la valeur moyenne 〈H〉(α) du Hamiltonien dans ces Øtats.
 On cherche les valeurs de α qui rendent stationnaire 〈H〉(α). Les kets |ψ(α)〉 obte-
nus sont alors des approximations des Øtats propres de H avec les valeurs propres
〈H〉(α) correspondantes.
Notons que si on cherche une approximation de l’Øtat fondamental, il sufra alors de
minimiser 〈H〉(α).
5.2.2 Choix de la famille de kets d’essai pour HF
Dans HF, on prend pour kets d’essai l’ensemble des dØterminants de Slaters2. Le choix
de cette famille de kets d’essai Øquivaut à ne prendre en compte que l’information conte-
nue dans la partie à un corps de la matrice densitØ. Elle implique une description en terme
de particules indØpendante Øvoluant dans un champ moyen gØnØrØ par l’ensemble des
autres particules.
En d’autres termes, le Hamiltonien exact qui s’Øcrit comme une somme d’une compo-
sante cinØtique à un corps et d’une composante à deux corps correspondant à l’interaction
entre les nuclØons deux à deux
Hˆ =
∑
i
pˆ2i
2m
+
∑
i〈j
vˆij
est alors approximØ par une somme d’opØrateurs à un corps traduisant l’indØpendance des
2Un déterminant de Slater est une fonction d’onde à N corps constituée par le produit antisymétrique
de N fonctions d’ondes à un corps. Un fonction d’onde à N corps dans le cas général est constituée d’une
somme de déterminants de Slaters.
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particules durant leur Øvolution
Hˆ '
∑
i
(
pˆ2i
2m
+ Uˆi
)
oø Uˆi est le potentiel moyen ressenti par la particule i. On dØnit alors l’interaction
résiduelle comme la diffØrence entre le Hamiltonien exact et celui de champ moyen∑
i<j
ˆ˜vij =
∑
i<j
vˆij −
∑
i
Uˆi.
Pour s’approcher de la solution exacte, il faut prendre en compte cette interaction
rØsiduelle qui va dØcrire des corrØlations non dØcrites par le champ moyen. C’est ce que
nous ferons dans la partie 5.2.4, mais auparavant autorisons nous une digression sur les
symØtries et les lois de conservation.
5.2.3 Symétries et lois de conservation
Les lois de conservation en physique sont en gØnØral associØes à des symØtries. Ainsi
la conservation de l’impulsion dØcoule de la symØtrie par translation dans l’espace, la
conservation de l’Ønergie dØcoule de la symØtrie par translation dans le temps, et la conser-
vation du moment angulaire dØcoule de la symØtrie par rotation.
Ces symØtries n’ont aucune raison d’Œtre prØservØes pour des approches variation-
nelles comme le champ moyen si les fonctions d’onde d’essai ne les respectent pas comme
cela est dØmontrØ dans l’annexe F. Par exemple le Hamiltonien de HF n’est pas symØ-
trique par translation spatiale puisque le noyau est localisØ dans l’espace. Si le noyau est
dØformØ comme c’est souvent le cas dŁs que le nombre de protons ou de neutrons n’est
pas un nombre magique, le Hamiltonien de HF n’est plus invariant par rotation.
En d’autres termes, lorsque les fonctions d’onde d’essai ne respectent pas la symØtrie
du problŁme initial, les Øtats obtenus ne peuvent pas Œtre considØrØs comme des approxi-
mations des Øtats propres du systŁme. Il faudra alors procØder à une restauration de la
symØtrie en reprØsentant la solution possØdant les bons nombres quantiques comme une
superposition des Øtats ne respectant pas celle-ci. La solution obtenue va au delà du
champ moyen car l’Øtat du systŁme n’est plus reprØsentØ par un déterminant de Slater
mais par une somme de déterminants de Slaters.
D’un autre côtØ, il est aussi dØmontrØ dans l’annexe F qu’une symØtrie inhØrente aux
fonctions d’ondes d’essai est aussi une symØtrie respectØe par le champ moyen de HF,
c’est à dire que l’opØrateur associØ à cette symØtrie commute avec le Hamiltonien. Ainsi,
si les kets d’essai sont invariants par rotation (à une phase globale prŁs), alors le champ
moyen l’est aussi. De mŒme l’isospin d’un nuclØon sera conservØ par le champ moyen
si la matrice densitØ ρˆ = ∑i |i〉〈i| construite à partir des kets d’essai à une particule |i〉
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contient la symØtrie associØe, autrement dit si [tˆzi, ρˆ] = 0 oø tˆzi est l’opØrateur d’isospin
agissant sur le ket |i〉.
Comment doit-on choisir les kets |i〉 pour que cette symØtrie soit conservØe ? Pour
rØpondre à cette question, considØrons le cas gØnØral oø les kets d’essai à une particule
sont de la forme |i〉 = α|p〉+ β|n〉. |p〉 et |n〉 dØsignent respectivement un etat pur proton
et pur neutron. Ils sont vecteurs propres de tˆz avec les valeurs propres respectives + 12 et
−1
2
. On a alors [
tˆzi, ρˆ
] ≡ [tˆz, |i〉〈i|] = 2i (Re (αβ∗) tˆy + Im (αβ∗) tˆx)
oø tˆx et tˆy sont les opØrateurs d’isospin associØs aux axes x et y dans l’espace d’isospin.
On voit ainsi que choisir des kets purs en isospin (α ou β = 0) permet d’imposer la
symØtrie associØe à l’isospin de chaque particule dans le champ moyen.
5.2.4 Brisure de symétrie
Une maniŁre de prendre en compte une partie de l’interaction rØsiduelle est de bri-
ser les symØtries du champ moyen. C’est ce que l’on fait par exemple pour les noyaux
dØformØs. An de prendre en compte l’interaction rØsiduelle responsable de la dØforma-
tion, on autorise la dØformation selon un ou plusieurs axes particuliers. On obtient ainsi
l’Øtat qui minimise l’Ønergie. Si la solution correspond à un noyau dØformØ alors la sy-
mØtrie par rotation a ØtØ explicitement brisØe par la minimisation de l’Ønergie. L’Øtat du
systŁme (toujours un dØterminant de Slater) prend alors en compte une partie des corrØ-
lations qu’impose l’interaction rØsiduelle. Plusieurs mØthodes que nous ne dØcrirons pas
ici existent pour restaurer les symØtries brisØes [Rin81].
Notons cependant que la restauration de la symØtrie n’est pas systØmatique et que
bien souvent les thØoriciens se contentent d’une solution dont la quantitØ concernØe par
la brisure de symØtrie est conservØe en moyenne. La solution diffŁre alors de la solution
exacte par ses uctuations autour de cette valeur moyenne.
Mais revenons aux couplages en isospin. On a vu dans la partie 5.2.3 que l’on pouvait
imposer la conservation de l’isospin de chaque nuclØon dans les calculs HF en choisis-
sant des fonctions d’onde d’essai construites à partir de fonctions d’onde à une particule
pures en isospin. RØciproquement, on peut prendre en compte une partie des effets de
l’interaction rØsiduelle en brisant cette symØtrie, c’est à dire en choisissant des mØlanges
proton/neutron comme fonction d’onde à une particule. Ces fonctions d’onde deviennent
alors des isospineurs.
Le moment vient de distinguer deux types de calcul : statique (HF) et dynamique
(TDHF). Il est possible de prendre en compte le couplage en isospin lors d’un calcul HF
statique, pour la dØtermination de la structure du noyau dans son Øtat fondamental par
exemple. Cependant la brisure de symØtrie entrainera une non conservation de la charge
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du noyau au cours de la procØdure de minimisation de l’Ønergie. En effet l’isospin total
Tˆz =
∑
i tˆzi ne commute plus nØcessairement avec ρˆ. De tels calculs nØcessitent alors
de restaurer la symØtrie en isospin total qui assure la conservation de la charge du noyau.
Bien qu’il soit possible que les couplages en isospin aient un effet sur la structure de
l’Øtat fondamental, nous n’avons pas effectuØ de calculs HF statique prenant en compte
ces couplages. Nous donnerons juste l’Øquation de HF tenant compte des couplages en
isospin puisque sa dØmonstration est similaire à la dØmonstration de l’Øquation TDHF
que nous allons utiliser.
L’Øtude que nous allons mener sur l’Øvaporation de proton est une Øtude dynamique.
Nous nous intØresserons donc à l’effet des couplages en isospin sur l’Øvolution tempo-
relle de la matrice densitØ à un corps donnØe par l’Øquation TDHF. MŒme pour des cal-
culs dynamiques, la prØsence de couplages en isospin peut briser la symØtrie associØe à
Tˆz, et donc la charge du noyau n’est plus nØcessairement constante, contrairement au cas
statique. Cela peut correspondre à une uctuation physique de la charge du noyau. Consi-
dØrons par exemple la rØaction symØtrique 40Ca+40Ca pour laquelle il y a à la fois une
excitation inØlastique et des Øchanges de charge. AprŁs rØaction, chaque noyau est une
superposition d’un Calcium (Ca), d’un potassium (K) et d’un Scandium (Sc). Cependant
nous montrerons que, dans la limite des petites amplitudes, la partie diagonale en isospin
de la densitØ à un corps reste inchangØe au cours du temps (cf. Eq. 5.16). Or la valeur
moyenne de l’isospin total du noyau vaut
〈Tˆz〉(t) = Tr
(
ρˆ (t) Tˆz
)
=
1
2
∫∫∫
d3r (ρˆp (r, t = 0)− ρˆn (r, t = 0))
=
Z −N
2
.
Par consØquent, la charge du noyau est en moyenne constante au cours du temps, ce qui
n’empŒche pas qu’elle puisse uctuer autour de cette valeur moyenne.
Un calcul de type TDHF nØcessite en gØnØral un calcul HF statique prØalable pour
avoir la matrice densitØ à un corps des Øtats fondamentaux du ou des noyaux impliquØs
dans le calcul dynamique. Ces calculs seront effectuØs sans prendre en compte les cou-
plages en isospin. Ceux-ci interviendront dans la partie dynamique par l’intermØdiaire
d’une excitation de type Øchange de charge appliquØe sur l’Øtat fondamental.
5.3 DØrivation de l’Øquation Hartree-Fock
Notre Øtude est principalement qualitative. Nous n’avons donc pas besoin d’une force
effective sophistiquØe qui alourdirait considØrablement les Øquations. De plus, il est in-
tØressant de montrer que des couplages en isospin peuvent Œtre prØsents avec une force
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locale simple et de portØe nulle. Nous allons donc dØriver l’Øquation HF en utilisant une
force de Skyrme simpliØe. Notre dØmarche est la mŒme que celle de Vautherin et Brink
dans leur article de 1972 [Vau72] oø pour la premiŁre fois la force de Skyrme Øtait uti-
lisØe pour des calculs HF. Dans cet article les auteurs ont supposØ qu’il n’y avait pas de
mØlange de charge dans les Øtats HF, ce qui n’est vrai que pour des noyaux purement
symØtriques en isospin, i.e. N = Z sans Coulomb. Cette hypothŁse, qui revient à consi-
dØrer des fonctions d’onde à une particule pures en isospin, est cependant faite dans tous
les calculs HF et TDHF. C’est par exemple le cas du code de Bonche que nous avons
utilisØ pour les calculs TDHF des chapitres prØcØdents et de l’annexe D. De tels calculs
sont incapables de dØcrire les effets que nous allons discuter au voisinage de la barriŁre,
comme l’Ømission de protons d’Ønergie sous Coulombienne. C’est dans le but d’Øtudier
de tels phØnomŁnes que nous brisons la symØtrie associØe à la conservation de l’isospin
de chaque nuclØon.
Energie du fondamental
La force nuclØaire que nous utilisons contient un terme attractif à deux corps v12 =
t0δ(r1− r2) et une partie rØpulsive à trois corps v123 = t3δ(r1− r2)δ(r2− r3). L’Ønergie
de l’Øtat fondamental s’Øcrit
E =
A∑
i=1
〈i| p
2
i
2m
|i〉
+
1
2
A∑
i,j=1
〈ij|v¯12|ij〉
+
1
6
A∑
i,j,k=1
〈ijk|v¯123|ijk〉
+Coulomb
oø la notation v¯ indique une expression antisymØtrique de l’interaction. Les indices {i, j, k}
reprØsentent des Øtats à une particule occupØs dans l’Øtat fondamental. Le fait que la force
soit à portØe nulle permet de rØsoudre analytiquement les intØgrales de recouvrement des
fonctions d’onde et nous dØriverons par la suite la densitØ d’Ønergie H(r) dØnie par
E =
∫
d3rH(r).
Spins des états
Nous considØrons un noyau saturØ en spin, ce qui implique un nombre pair de protons
et de neutrons. En d’autres termes chaque nuclØon de spin up est associØ à un nuclØon
de spin down. De plus la saturation en spin implique que chaque fonction d’onde à une
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particule peut Œtre ramenØe à un Øtat pur en spin. Il est alors possible d’Øcrire chaque
composante d’isospin t d’une fonction d’onde à une particule sous la forme
〈s, t, r|i〉 = ϕtsi (r) = δs,siϕti(r)
oø si = ±12 est le spin de l’Øtat à une particule |i〉. Nous choisissons t = + 12 pour les
protons et −1
2
pour les neutrons). Nous utilisons pour dØcrire l’Øtat |i〉 le quadri-spineur
ϕi(r) =

ϕp↑i (r)
ϕp↓i (r)
ϕn↑i (r)
ϕn↓i (r)

qui, suivant le spin si s’Øcrit
ϕp↑i (r)
0
ϕn↑i (r)
0
 si si = +12 et

0
ϕp↓i (r)
0
ϕn↓i (r)
 si si = −12 .
Terme attractif H0(r)
Le terme attractif de la densitØ d’Ønergie s’Øcrit
H0(r) = t0
2
A∑
i,j=1
(
ϕ∗i ⊗ ϕ∗j
) • (ϕi ⊗ ϕj − ϕj ⊗ ϕi) .
Le signe⊗ indique un produit tensoriel et le signe • indique un produit scalaire. La densitØ
s’Øcrit
ρ(r) =
∑
i
ϕ∗i (r) • ϕi(r) =
∑
i
∑
ts
ϕtsi
∗
(r)ϕtsi (r)
oø nous omettons les bornes de la somme pour allØger la notation. On obtient ainsi
H0(r) = t0
2
[
ρ2(r)−
∑
ij
(ϕ∗i (r) • ϕj(r))
(
ϕ∗j(r) • ϕi(r)
)]
.
Les expressions entre parenthŁses dans le terme de droite sont des scalaires. On peut Øcrire
(ϕ∗i • ϕj)
(
ϕ∗j • ϕi
)
= δsisj
(∑
t
ϕti
∗
ϕtj
)(∑
t′
ϕt
′
j
∗
ϕt
′
i
)
= δsisj
∑
t
(
ϕti
∗
ϕtjϕ
t
j
∗
ϕti + ϕ
t
i
∗
ϕtjϕ
−t
j
∗
ϕ−ti
)
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oø nous avons introduit t′ = ±t. Nous n’avons pas indiquØ la dØpendance en r par souci
de clartØ. Le terme attractif devient alors
H0(r) = t0
2
[
ρ2(r)− 1
2
∑
t
(
ρ2t (r) + |ηt(r)|2
)] (5.1)
oø ρt(r) =
∑
i |ϕti(r)|2 est la densitØ de nuclØons d’isospin t. On a bien sßr ρ(r) =
ρp(r) + ρn(r). D’autre part ηt(r) =
∑
i ϕ
−t
i
∗
(r)ϕti(r) est la somme des recouvrements
proton/neutron de chaque fonction d’onde à une particule. On remarque aisØment la pro-
priØtØ |ηp(r)|2 = |ηn(r)|2 et on posera ηp ≡ η.
Habituellement les fonctions d’onde à une particule ont un isospin pur et donc η = 0.
Cela donne alors
H0(r) = t0
2
[
ρ2(r)− 1
2
(
ρ2n(r) + ρ
2
p(r)
)]
et si ρn = ρp = ρ/2, alors H0(r) = 3t08 ρ2.
Terme répulsif H3(r)
H3 est une somme de termes antisymØtriques sur trois indices
H3 = t3
6
∑
ijk
[(
ϕ∗i ⊗ ϕ∗j ⊗ ϕ∗k
) • (ϕi ⊗ ϕj ⊗ ϕk − ϕi ⊗ ϕk ⊗ ϕj − ϕk ⊗ ϕj ⊗ ϕi
−ϕj ⊗ ϕi ⊗ ϕk + ϕk ⊗ ϕi ⊗ ϕj + ϕj ⊗ ϕk ⊗ ϕi)]
=
t3
6
[
ρ3 − 3
∑
ijk
(
ϕ∗i ⊗ ϕ∗j ⊗ ϕ∗k
) • (ϕi ⊗ ϕk ⊗ ϕj)
+2
∑
ijk
(
ϕ∗i ⊗ ϕ∗j ⊗ ϕ∗k
) • (ϕk ⊗ ϕi ⊗ ϕj)] .
Un calcul analogue à celui du terme attractif donne
H3 = t3
6
[
ρ3 − 3
2
ρ
(
ρ2p + ρ
2
n
)− 3ρ|η|2 + 1
2
∑
t
(
ρ3t + 2ρt|η|2 + ρ−t|η|2
)]
=
t3
4
ρ
(
ρnρp − |η|2
)
. (5.2)
Le terme |η|2 provient de la brisure de symØtrie d’isospin. Dans le cas oø ρn = ρp =
ρ/2 et avec des fonctions d’onde pures en isospin on retrouve le rØsultat classique H3 =
t3
16
ρ3.
La partie cinØtique de la densitØ d’Ønergie s’Øcrit ~2
2m
τ(r) oø τ(r) =
∑
i |∇ϕi(r)|2.
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Symétrie par renversement du temps
Supposons maintenant que le sous-espace des Øtats à une particule occupØs soit inva-
riant par renversement du temps3. Cela implique que l’Øtat |¯i〉 symØtrique par renverse-
ment du temps de l’Øtat occupØ |i〉 correspond lui aussi à un Øtat occupØ. On peut relier
les fonctions d’onde de ces deux Øtats par la relation
ϕs,t
i¯
= −2sϕ−s,ti
∗
.
On montre facilement que ηn = η∗p et
ηn =
∑
i
ϕpi
∗ϕni =
∑
is
ϕspi
∗ϕsni
=
∑
is
(−2s)ϕ−sp
i¯
∗
(−2s)ϕ−sn
i¯
=
∑
i
ϕni¯
∗ϕp
i¯
= ηp.
On en dØduit que ηp et ηn sont des fonctions rØelles.
Variation de l’énergie
Une variation innitØsimale des fonctions d’onde implique une variation de la densitØ
δρ =
∑
i
(δϕ∗i • ϕi + ϕ∗i • δϕi) = 2
∑
i
δϕ∗i • ϕi
car l’invariance par renversement du temps implique que
∑
i ϕ
∗
i • δϕi =
∑
i δϕ
∗
i • ϕi.
On a alors de mŒme pour la partie cinØtique
δτ = 2
∑
i
(∇δϕ∗i ) • (∇ϕi) = −2
∑
i
δϕi
∗ •∆ϕi
et
δη =
∑
t
∑
i
δϕti
∗
ϕ−ti .
Finalement la variation de la densitØ d’Ønergie totale s’Øcrit
δH =
(
~2
2m
δτ +
∑
t
Utδρt + 2V δη
)
= 2
∑
it
δϕti
∗
(
− ~
2
2m
∆ϕti + Utϕ
t
i + V ϕ
−t
i
)
3Cette condition est applicable aux calculs statiques mais devra être supprimée dans les calculs dyna-
miques.
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oø
Ut = t0
(
ρ− ρt
2
)
+
t3
4
(
ρ ρ−t + ρnρp − η2
)
+ δt,+ 1
2
Ucoul (5.3)
et
V = −1
4
(2t0 + t3ρ) η (5.4)
sont les parties diagonales et non diagonales respectivement du champ moyen auto-cohØrent,
Ucoul Øtant le potentiel moyen Coulombien.
Principe variationnel
Le principe variationnel impose qu’une petite uctuation des fonctions d’onde autour
d’un Øtat propre du Hamiltonien laisse inchangØe au premier ordre l’Ønergie de cet Øtat.
La condition de stationnaritØ de l’Ønergie s’Øcrit
δ
[
H−
∑
i
eiϕ
∗
i (r) • ϕi(r)
]
= 0 (5.5)
oø chaque ei est un paramŁtre de Lagrange associØ à la conservation de la norme de
la fonction d’onde ϕi lors de la minimisation de l’Ønergie. On en dØduit l’Øquation HF
statique
− ~
2
2m
∆ϕti + Utϕ
t
i + V ϕ
−t
i = eiϕ
t
i. (5.6)
Le Hamiltonien de HF peut s’Øcrire matriciellement
h[ρ] ≡
(
− ~2
2m
∆ + Up V
V ∗ − ~2
2m
∆ + Un
)
{|p〉,|n〉}
et l’Øquation HF devient h[ρ]ϕi = eiϕi, ce qui permet d’interprØter les ei comme les
Ønergies des Øtats à une particule ϕi.
Calcul dynamique
L’Øvolution dynamique en champ moyen s’obtient en utilisant le principe variationnel∫ t
0
dt 〈ψ| − i
~∂
∂t
+ Hˆ|ψ〉
oø Hˆ est le Hamiltonien exact et |ψ〉 le ket d’essai. La Łche indique que la dØrivØe agit
à droite. Par un raisonnement analogue au prØcØdent, on montre aisØment que le rØsultat
est alors l’Øquation TDHF
− ~
2
2m
∆ϕti + Utϕ
t
i + V ϕ
−t
i = i
∂
∂t
ϕti. (5.7)
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On voit apparaître naturellement le terme de couplage entre la partie proton et neutron
de la fonction d’onde à une particule. Ce terme est linØaire en η (cf. Eq. 5.4). Dans le
cas d’un noyau N = Z sans Coulomb il est toujours possible d’exprimer l’Øtat du noyau
comme un produit antisymØtrique de fonctions d’onde à une particule pures en isospin.
Dans ce cas le produit ϕti(r)ϕ−ti (r) est nul quelque soit r et i. Le couplage disparaît alors,
ce qui est cohØrent avec le fait que les symØtries de la matrice densitØ se retrouvent dans
le Hamiltonien HF (si tant est que ce sont des symØtries de H).
Lorsque la symØtrie proton/neutron est brisØe, la rØsolution de l’Øquation 5.6 peut
amener à des rØsultats diffØrents des calculs HF usuels qui nØgligent les couplages en
isospin. Nous allons nous intØresser dans la suite aux effets de ces couplages sur la dyna-
mique de l’Øvaporation de proton.
5.4 Dynamique du couplage en isospin
5.4.1 Calcul analytique
Nous supposons donc ce couplage nul dans l’Øtat fondamental. Nous le crØons expli-
citement en excitant le noyau à l’aide d’un opØrateur couplant protons et neutrons. Cette
excitation correspond par exemple à une rØaction d’Øchange de charge. Pour illustrer les
phØnomŁnes auxquels nous pouvons nous attendre, nous prenons dans nos calculs une
transformation monopolaire isovectoriel selon la matrice de Pauli τx. Si la transforma-
tion Øtait orientØe dans l’espace d’isospin selon τz, cela reviendrait par exemple à dilater
le uide proton et compresser le uide neutron. Le fait de l’orienter ici selon τx revient
par exemple à compresser les fonctions d’onde symØtriques proton/neutron et à dilater
les fonctions d’onde antisymØtriques. La transformation s’applique sur l’Øtat fondamental
|φ0〉 et on obtient la fonction d’onde à l’instant initial
|φ(0)〉 = e−iβQτx |φ0〉 ' (1− iβQτx) |φ0〉 (5.8)
oø β quantie l’intensitØ de la transformation et Q est un opØrateur isoscalaire. Le rôle
de Q est de peupler les Øtats de particule (au dessus de la mer de Fermi). L’Øtat à N
corps |φ(0)〉 est un produit antisymØtrique des Øtats à une particule occupØs juste aprŁs
l’application de la transformation.
L’Øvolution au cours du temps de la matrice densitØ à un corps ρ associØe à cet Øtat est
donnØe en champ moyen par l’Øquation TDHF
[h(ρ), ρ] = i~ρ˙
oø h(ρ) est le champ moyen auto-cohØrent obtenu dans la partie 5.3 avec une force de
Skyrme simpliØe.
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Plaçons nous dans l’approximation de petites amplitudes. On peut ainsi linØariser
l’Øquation TDHF donnant l’Approximation des Phases AlØatoires (RPA)
[h0, δρ] + [δh, ρ0] = i~δρ˙ (5.9)
oø δρ = ρ− ρ0 est la variation de la densitØ par rapport à la densitØ de l’Øtat fondamental
ρ0 et δh = h − h0 est la variation du champ moyen induit par cette variation de densitØ
par rapport au champ moyen initial h0.
Nous simplions l’Øquation 5.9 en supposant que la variation du champ moyen n’in-
ue pas sur l’Øvolution de la densitØ. En d’autre terme on nØglige les effets dynamiques
de l’auto-consistence en considØrant que la densitØ Øvolue dans le champ moyen initial h0
[h0, δρ] = i~δρ˙. (5.10)
DØnissons la base {|k〉} des Øtats propres de ρ0 avec des nombres d’occupation ini-
tiaux nk = 1 pour les Øtats trous (h) et 0 pour les Øtats particules (p). Les Øventuels
couplages en isospins dans l’Øtat fondamental ne sont pas pris en compte, et nous pouvons
donc dØnir la base {|k〉} avec un isospin associØ à chaque Øtat tk = ±12 . La densitØ à un
corps de l’Øtat fondamental s’Øcrit dans cette base
ρ0 =
∑
k
nk|k〉〈k|.
L’Øquation HF [h0, ρ0] = 0 implique que le Hamiltonien statique est aussi diagonal dans
cette base
h0|k〉 = ek|k〉.
DØveloppons δρ dans cette base
δρ =
∑
kk′
δρkk′|k〉〈k′|. (5.11)
En utilisant les Øquations 5.11 et 5.10 on obtient
δρkk′(t) = δρkk′(0)e
i
ek′−ek
~ t (5.12)
et si on ne garde que le premier ordre en β, la variation initiale de la densitØ à un corps
s’Øcrit (cf. Eq. 5.8)
δρ(0) = iβ[ρ0, Qτx]. (5.13)
Nous distinguons dorØnavent l’isospin t des autres degrØs de libertØ α dans notre nota-
tion |k〉 = |αktk〉. Nous dØveloppons l’opØrateur Q (diagonal en isospin) dans cette base
et nous obtenons les coefcients
Qkk′ = 〈k|Q|k′〉 = δtktk′qkk′ .
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En fait, comme Q ne couple pas les protons avec les neutrons, on a qkk′ ≡ qαkαk′ . De
plus, en utilisant τx|k〉 = |αk − tk〉 on obtient les coefcients de la variation initiale de la
matrice densitØ
δρkk′(0) = iβ (nk − nk′) δtk−tk′
∑
k′′
δtktk′′qkk′′αk′′k (5.14)
oø αk′k = 〈αk′|αk〉. Si la base est complŁtement symØtrique en isospin, c’est à dire si
à chaque Øtat proton correspond le mŒme Øtat neutron (mŒme si leurs nombres d’oc-
cupations sont diffØrents), alors on a αk′k = δkk′ + δαkαk′δtk−tk′ et les coefcients du
dØveloppement de δρ(0) deviennent
δρkk′(0) = iβ (nk − nk′) δtk−tk′qkk′ . (5.15)
On voit clairement le rôle de l’opØrateur Q dans l’Øquation 5.15. En effet, si on remplace
Q par l’identitØ dans cette Øquation (qkk′ = δkk′), la variation de densitØ devient nulle.
En effet la transformation (cf. Eq. 5.8) revient alors à effectuer une rotation dans l’iso-
espace (espace de l’isospin dØni par les degrØs de libertØ τx, τy et τz), ce qui n’a aucune
consØquence sur les observables à un corps tant que la symØtrie d’isospin est conservØe.
Cependant cette symØtrie est brisØe par l’interaction Coulombienne et/ou si le nombre
de protons du noyau n’est pas Øgale au nombre de neutrons (N 6= Z). La variation initiale
de la densitØ est alors donnØe par l’Øquation 5.14 et δρ(0) qui est hors-diagonal en isospin
est non nulle mŒme si Q est l’identitØ.
Utilisons maintenant les rØsultats de la partie 5.3 pour obtenir une expression analy-
tique du potentiel dØpendant du temps à partir de la variation de densitØ (Øquations 5.12
et 5.14). Les diffØrentes quantitØs qui apparaissent dans l’expression du potentiel donnØ
par les Øquations 5.3 et 5.4 s’Øcrivent
ρt(r) =
∑
s
〈rst|ρ|rst〉
= ρt0(r) (5.16)
pour les termes diagonaux en isospin et
ηt(r) =
∑
s
〈rs t|ρ|rs − t〉
=
∑
kk′
δttkδt−tk′ϕk(r)ϕk′
∗(r)δρkk′ (5.17)
pour les termes non diagonaux. ϕk(r) = 〈rsktk|k〉 sont les fonctions d’onde propres du
Hamiltonien statique h0. Dans le cas d’un noyau N = Z sans interaction Coulombienne,
ηt devient rØel et s’Øcrit, en sØparant les composantes p− h et h− p dans l’Øquation 5.14
ηt = iβ
∑
hp
δthtδtp−tϕhϕp
∗qhpei
ep−eh
~ t + h.c. (5.18)
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En revanche, dans le cas gØnØral d’un noyau N 6= Z et/ou avec interaction Coulom-
bienne, ηt est complexe. Ceci n’a cependant pas d’importance sur le calcul du potentiel
puisque ηt apparait toujours sous la forme |ηt|2. Nous ne gardons que le premier ordre en
β. Ainsi la partie diagonale du potentiel donnØe par l’Øquation 5.3 est constante et vaut
Ut(r, t) = U0t(r).
En utilisant les Øquations 5.4, 5.12, 5.14 et 5.17 nous pouvons Øcrire le terme non
diagonal du potentiel (couplage en isospin) 4
Vt(r, t) = − iβ
4
(2t0 + t3ρ0(r))
∑
kk′
δttkδt−tk′ϕk(r)ϕk′
∗(r)
(nk − nk′) ei
ek′−ek
~ t
∑
k′′
δtktk′′qkk′′αk′′k. (5.19)
On voit ainsi explicitement la forme du couplage entre protons et neutrons crØØ par
une faible excitation de type Øchange de charge appliquØe sur un noyau dont la densitØ
associØe à l’Øtat fondamental est diagonale en isospin.
5.4.2 Résultats numériques
Nous allons maintenant estimer les couplages en isospin autour de la barriŁre Cou-
lombienne pour Øtudier leurs effets sur l’Øvaporation de protons. Pour ce faire nous allons
considØrer deux noyaux doublement magiques : l’16O qui a le mŒme nombre de protons
que de neutrons et le noyau riche en neutrons 28O5. L’Øquation 5.19 fait intervenir les
fonctions d’onde particule et trou de l’Øtat fondamental HF. Nous allons donc commencer
par dØterminer numØriquement ces fonctions d’onde sur rØseau dans l’espace des r. Les
Øtats HF sont obtenus sans prendre en compte les couplages en isospin dans le fondamen-
tal. La force de Skyrme simpliØe que nous utilisons est paramŁtrØe par les coefcients
t0 = −1000MeV et t3 = 15000MeV.fm−3.
Calculs HF
Le dØtail des calculs est donnØ dans l’annexe E. Nous ne prØsentons ici que les rØ-
sultats des calculs HF statiques. La partie diagonale du potentiel nal ainsi que les ni-
veaux des Øtats sont reprØsentØs sur la gure 5.1 pour chacun des noyaux. Nous no-
tons R0 le rayon d’annulation du potentiel Coulombien et nuclØaire pour les protons
et RB la position de la barriŁre coulombienne. Nous obtenons pour l’16O les valeurs
{R0 = 4.1fm; RB = 5.2fm} et pour l’28O les valeurs {R0 = 4.7fm; RB = 5.8fm}.
4L’indice t vient du fait que le couplage devient complexe après la transformation, i.e. Vt = V ∗−t.
5Nos calculs trouvent en effet ce noyau faiblement lié contrairement aux expériences pour lesquelles il
ne l’est pas.
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FIG. 5.1  Potentiels (l = 0) subis par les protons (gauche) et les neutrons (droite) dans
l’16O (haut) et l’28O (bas). La position des barres horizontales donne l’Ønergie de chaque
Øtat et la longueur donne la dØgØnØrescence. l’ordre des Øtats correspond à celui du tableau
E.1 sauf en (a) oø les Øtats 2s et 1d quasiment dØgØnØrØs sont inversØs.
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Evolution des couplages au niveau de la barrière
FIG. 5.2  Module du couplage en isospin divisØ par l’intensitØ de la transformation β
au temps t = 100 fm/c en fonction de la distance du centre du noyau pour l’16O (ligne
pleine) et l’28O (ligne tiretØe). R0 et RB sont les distances oø le potentiel proton s’annule
et est maximum respectivement.
L’opØrateur d’excitation utilisØ est Q = r2. La gure 5.2 montre l’Øvolution spatiale
au voisinage de la barriŁre Coulombienne du couplage obtenus d’aprŁs l’Øquation 5.19
et les fonctions d’onde à une particule occupØes et non occupØes obtenues aprŁs conver-
gence du calcul HF. Ces valeurs sont obtenues pour un temps t = 100 fm/c. On voit
que pour chacun des noyaux le potentiel dØcroît trŁs vite à la barriŁre. Ceci provient de
l’Øvanescence des ondes à la surface du noyau.
On remarque cependant que le couplage est considØrablement plus fort dans le noyau
riche en neutron 28O que dans l’16O ( |V (rB)|
β
= 11.9 et 0.83MeV.fm2 respectivement).
L’effet principal expliquant cette diffØrence est la possibilitØ qu’ont les neutrons des Øtats
trous 2s et 1d de l’28O de se coupler avec les Øtats particules protons de mŒmes nombres
quantiques (hormis l’isospin). Les recouvrements spatiaux de ces fonctions d’onde sont
en effet proches de 1. En fait ils valent 1 pour un noyau N = Z sans interaction Cou-
lombienne. Dans l’16O par contre seuls des couplages entre fonctions d’onde de couches
diffØrentes sont autorisØs puisque le dernier niveau occupØ est le mŒme pour les protons et
les neutrons. Les recouvrements spatiaux correspondant sont donc faibles et le couplage
est moins intense que dans l’28O.
Enn nous avons reprØsentØ sur la gure 5.3 l’Øvolution temporelle de |V (rB)|
β
au ni-
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FIG. 5.3  Module de la partie non diagonale en isospin du potentiel divisØe par l’intensitØ
de la transformation β à la barriŁre Coulombienne en fonction du temps pour l’16O (ligne
pleine) et l’28O (ligne tiretØe).
veau de la barriŁre. On voit que le couplage oscille dans les deux noyaux comme on pou-
vait s’y attendre en observant l’Øquation 5.19. Les moyennes temporelles sont |V (RB)|
β
= 2
et 8.5MeV.fm2 pour l’16O et l’28O respectivement. Ainsi nos conclusions sur la diffØ-
rence de couplage entre les deux noyaux restent valables au cours du temps.
5.5 Effet du couplage en isospin sur l’Øvaporation de pro-
tons
Nous allons maintenant estimer qualitativement les effets de ces couplages. Les pro-
tons ne subissent pas le mŒme potentiel que les neutrons lorsqu’ils sortent du noyau car
ils doivent franchir la barriŁre Coulombienne. Si leur Ønergie est infØrieure à la barriŁre,
ils ne peuvent sortir que par effet tunnel et leur transmission en est d’autant plus rØduite.
Ce n’est bien sßr pas le cas des neutrons qui ne subissent pas la barriŁre. Toutefois le
couplage en isospin permet de faire osciller les neutrons en protons lors du passage de
barriŁre. Ainsi ce couplage permettrait à des protons de sortir du noyau à des Ønergies
infØrieures à la barriŁre. Une observation intØressante est donc l’Øvaporation des protons
à des Ønergies voisines ou infØrieures à la barriŁre Coulombienne.
Pour comprendre cet effet nous allons utiliser un modŁle simple de passage de barriŁre
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à une dimension. ConsidØrons un potentiel dont la partie diagonale est de la forme
Up(x) =

−U0 si x < 0
B0 si 0 ≤ x < l
0 si x ≥ l
(5.20)
pour les protons et
Un(x) =
{
−U0 si x < 0
0 si x ≥ 0 (5.21)
pour les neutrons. B0 est la hauteur de la barriŁre supposØe constante dans la rØgion 0 ≤
x < l. Le couplage C est aussi pris constant dans cette rØgion. Seul le module de C
intervient dans les observables, aussi nous choisissons C ∈ R pour simplier l’Øcriture. Il
n’est pas nØcessaire de dØnir le couplage dans la rØgion schØmatisant l’intØrieur du noyau
(x < 0) car le potentiel proton et neutron y est identique et le couplage n’a alors pas d’effet
observable. La gure 5.4 schØmatise le potentiel choisi. Au niveau de la barriŁre (rØgion
Up
Un
Unp
C
Bo
0 l
−Uo
−Uo
0
0
0
x
x
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FIG. 5.4  ReprØsentation schØmatique du potentiel dans les trois rØgions de l’espace. En
haut : partie diagonale pour les protons. Au milieu, partie diagonale pour les neutrons. En
bas : partie hors diagonale (couplage).
0 ≤ x < l), celui-ci s’Øcrit matriciellement dans l’espace d’isospin(
B C
C∗ 0
)
= α (cos θ (τz + I) + sin θτx)
oø τx,y,z sont les matrices de Pauli dans l’espace d’isospin, α = 12
√
B2 + 4C2 et tan θ =
2C/B. On peut diagonaliser la dØpendance en isospin au niveau de la barriŁre. Les vec-
teurs propres sont alors
b± = e−i
θ
2
τy |±〉
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et sont associØs aux valeurs propres
B± =
B0 ±
√
B2 + 4|C|2
2
.
ConsidØrons une particule incidente venant de−∞ sur cette barriŁre. Pour un Øtat pur
selon |b+〉 par exemple, la particule subira la barriŁre de potentiel6 B+. En mØcanique
classique elle serait alors complŁtement rØØchie si son Ønergie E est infØrieure à B+ et
totalement transmise si E > B+. Par contre, en mØcanique quantique, les coefcients de
transmission et de rØexion7 ne sont jamais exactement 0 ou 1 (sauf asymptotiquement
pour E → 0 et +∞). Ainsi si l’Ønergie de la particule est supØrieure à la barriŁre, une
partie de l’onde incidente est tout de mŒme rØØchie tandis que si son Ønergie est positive
mais infØrieure à la barriŁre, une partie de cette onde peut tout de mŒme franchir la barriŁre
par effet tunnel. Les amplitudes des ondes transmises et rØØchies sont dØterminØes en
posant la continuitØ de la fonction d’onde ainsi que de sa dØrivØe spatiale aux extrŒmitØs
de la barriŁre (x = 0 et l).
Prenons le cas d’une particule incidente qui est un mØlange quelconque proton/neutron.
NotonsAp etAn les amplitudes proton et neutron respectivement de l’onde incidente. Les
amplitudes de l’onde transmise sont Bpn suivant la mŒme notation. Il est alors tout indi-
quØ de se placer dans la base propre {|b+〉, |b−〉} du Hamiltonien. En effet, le potentiel
est diagonal dans cette base et il n’y a donc pas de couplage entre les ondes b+ et b−.
Les coefcients de transmission de ces ondes se dØterminent alors indØpendemment l’une
de l’autre. Les amplitudes des ondes incidente et transmise selon ces Øtats s’Øcrivent A±
et B± respectivement. B± et A± sont liØes par la matrice de transmission (M). (M) est
diagonale dans la base {|b+〉, |b−〉} et s’Øcrit
(M) ≡
(
M+ =
B+
A+ 0
0 B−A−
)
{|b+〉,|b−〉}
.
Les coefcients de la matrice de transmission sont dØterminØs en utilisant la condition de
continuitØ de la fonction d’onde et de sa dØrivØe spatiale. On obtient pour 0 < E < B+
M+ = 2e
−ik3l
[(
1 +
k3
k1
)
cosh ρl + i
(
ρ
k1
− k3
ρ
)
sinh ρl
]−1
M− = 2e−ik3l
[(
1 +
k3
k1
)
cos k−l − i
(
k−
k1
+
k3
k−
)
sin k−l
]−1
(5.22)
et si l’onde a une Ønergie E > B+
M± = 2e−ik3l
[(
1 +
k3
k1
)
cos k±l − i
(
k±
k1
+
k3
k±
)
sin k±l
]−1
. (5.23)
6Seule B+ est une barrière au sens propre du terme car B− < 0.
7Le coefficient de transmission (resp. de réflexion) en amplitude est le rapport entre l’amplitude de
l’onde transmise (resp. réfléchie) sur celle de l’onde incidente.
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oø
k1 =
1
~
√
2m(E + U0)
k3 =
1
~
√
2mE
k− =
1
~
√
2m(E −B−)
ρ =
1
~
√
2m(B+ − E)
k+ =
1
~
√
2m(E −B+)
(5.24)
sont des coefcients rØels.
Ces coefcients permettent de calculer la transmission des ondes + et−. Pour calculer
la transmission des protons et des neutrons il faut exprimer les Øtats {|p〉, |n〉} dans la base
{|b+〉, |b−〉}
|p〉 = ap+|b+〉+ ap−|b−〉
|n〉 = an+|b+〉+ an−|b−〉
avec
ap± =
B±√
B2± + |C|2
an± =
C√
B2± + |C|2
La matrice de transmission n’est plus diagonale une fois exprimØe dans la base {|p〉, |n〉}.
Ses coefcients s’Øcrivent
Mp = 〈p|M |p〉 = ap2+M+ + ap2−M−
Mn = 〈n|M |n〉 = an2+M+ + an2−M−
Mpn = 〈p|M |n〉 = ap+an+M+ + ap−an−M− = Mnp.
L’amplitude proton dans la fonction d’onde transmise devient
Bp = MpAp +MpnAn.
On voit ainsi qu’un nuclØon incident dans un Øtat pur neutron peut franchir la barriŁre
et devenir proton si Mnp 6= 0. Le coefcient de transmission proton s’obtient alors en
considØrant indiffØremment un proton ou un neutron incident
Tp =
k3
k1
(|Mp|2 + |Mpn|2).
152 Chapitre 5. Couplages en isospin et évaporation de proton
FIG. 5.5  Coefcient de transmission proton en fontion de l’Ønergie du nuclØon inci-
dent. La ligne pleine reprØsente le cas sans couplage (C = 0 MeV), la ligne tiretØe
C = 0.12MeV et la ligne pointillØe C = 0.5MeV . La Łche indique la position de
la barriŁre B0 = 2MeV .
FIG. 5.6  Rapport des coefcients de transmission protons avec couplage (ligne pleine :
C = 0.12 MeV ; ligne tiretØe : C = 0.5 MeV) en fontion de l’Ønergie du nuclØon incident.
La Łche indique la position de la barriŁre B0 = 2MeV .
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Nous avons effectuØ des calculs numØriques avec les valeurs B0 = 2MeV , U0 =
50MeV et l = 10 fm. Le couplage C est estimØ en prenant les moyennes temporelles de
V (RB) obtenues dans la partie 5.4.2 avec β = 0.06 fm−2 Les valeurs correspondantes
sont donc C = 0.12 et 0.5MeV pour l’16O et l’28O respectivement. La gure 5.5 donne
l’Øvolution de la transmission proton Tp en fonction de l’Ønergie du nuclØon incident.
On voit que le couplage estimØ pour l’16O n’a pas d’effet signicatif sur la transmission
puisque la courbe obtenue se superpose quasiment avec la courbe obtenue sans couplage.
Par contre, dans le cas de l’28O, on voit que la transmission de proton est accrue sous
la barriŁre Coulombienne et diminuØe au dessus par rapport au cas sans couplage. Ceci
est encore plus net sur la gure 5.6 prØsentant le rapport de la transmission proton avec
couplage sur la transmission proton sans couplage
FIG. 5.7  ReprØsentation schØmatique de la transmission proton sans couplage (trait
plein) et avec couplage (trait tiretØ) dans le cas d’un passage de barriŁre en mØcanique
classique.
Notons que les Øquations 5.22 et 5.23 donnent les coefcients de la matrice de trans-
mission obtenus par un calcul de passage de barriŁre dans le cadre de la mØcanique quan-
tique. Ils prennent en compte par exemple l’effet tunnel. Or le principal rØsultat que nous
obtenons grâce à notre modŁle, à savoir l’augmentation de la transmission proton sous
la barriŁre et la diminution au dessus, provient du couplage en isospin et non de l’aspect
quantique du passage de barriŁre. La gure 5.7 reprØsente schØmatiquement la transmis-
sion proton dans le cas d’un passage de barriŁre en mØcanique classique. La transmission
T−p sous la barriŁre B0 provient de la partie proton dans l’Øtat |−〉. La diminution de la
transmission entre B0 et B+ provient du fait que B+ > B0, c’est à dire que la partie
proton de l’Øtat |+〉 subit une barriŁre plus ØlevØe que la barriŁre Coulombienne B0. Les
valeurs propres du potentiel sont reprØsentØes schØmatiquement sur la gure 5.8 lorsque
l’on passe du cas sans couplage au cas avec couplage.
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FIG. 5.8  ReprØsentation schØmatique de l’Øvolution du potentiel lorsque l’on passe du
cas sans couplage au cas avec couplage. La barriŁre proton (trait plein) devient la barriŁre
de l’Øtat |+〉 (pointillØs). Le potentiel neutron (tirets) devient la barriŁre de l’Øtat |−〉.
Ces calculs nous ont ainsi permis d’Øtudier qualitativement l’effet sur la transmission
proton d’un couplage en isospin à la barriŁre. On a pu noter l’effet remarquable que prØdit
ce modŁle pour un couplage signicatif, à savoir l’Ømission de protons à des Ønergies trŁs
en dessous de la barriŁre Coulombienne.
5.6 Conclusion
En rØsumØ nous avons montrØ que des couplages en isospin apparaissent dans l’Øqua-
tion HF lorsque la symØtrie proton/neutron est brisØe. Nous avons calculØ l’expression
de ce couplage à l’aide d’une force de Skyrme simpliØe. L’Øvolution dynamique de ce
couplage à la barriŁre a ØtØ modØlisØe dans la limite des petites amplitudes. Nous avons
comparØ numØriquement les cas de deux noyaux : l’16O qui est un noyau de la ligne
N = Z et le noyau riche en neutron 28O. Ces noyaux, dont les Øtats fondamentaux ont ØtØ
calculØs sans prendre en compte le couplage en isospin, ont ØtØ excitØs à l’aide d’un opØ-
rateur pouvant dØcrire des rØactions nuclØaires de type Øchange de charge. Nous avons
alors vu que l’intensitØ du couplage en isospin à la barriŁre Øtait plus grande pour l’28O
qu pour 16O. Cette diffØrence a ØtØ interprŁtØe comme la possibilitØ qu’ont les Øtats occu-
pØs neutrons de se coupler aux Øtats non occupØs protons de mŒmes nombres quantiques
(sauf l’isospin) et donc avec un grand recouvrement spatial. Nous avons enn montrØ
qualitativement un possible effet de ces couplages sur l’Øvaporation de protons à l’aide
d’un modŁle simple de passage de barriŁre à une dimension. Il en rØsulte que des protons
peuvent Œtre Ømis sous la barriŁre Coulombienne autrement que par effet tunnel. En contre
partie, la transmission juste au dessus de la barriŁre s’en trouve rØduite. Cet effet pourrait
5.6. Conclusion 155
Œtre visible dans des noyaux exotiques avec une forte asymØtrie en N/Z.
En perspective de ce travail, la construction d’un code TDHF prenant en compte les
couplages en isospin semble nØcessaire pour faire des prØdictions quantitatives sur les
effets de ces couplages. Ces couplages peuvent aussi avoir des effets sur la fusion et de-
vraient donc Œtre pris en compte dans des calculs en voies couplØes. Enn l’interaction
Coulombienne et l’asymØtrie en N/Z rendent la matrice densitØ dØcrivant l’Øtat fonda-
mental asymØtrique en isospin. L’effet de ces couplages doit donc Œtre pris en compte lors
de la dØtermination de l’Øtat fondamental des noyaux, par exemple dans des calculs allant
au delà de HF comme Hartree-Fock-Bogoliubov considØrant le pairing neutron-proton.
Ainsi des corrections sur les propriØtØs des noyaux (masse, forme...) peuvent en rØsulter.
D’un point de vue expØrimental, la dØtection de protons d’Ønergie sous-Coulombienne
lors d’une rØaction de type Øchange de charge constituerait une signature forte du couplage
en isospin. MŒme si le couplage est supposØ plus important dans les noyaux exotiques, il
n’en demeure pas moins une possibilitØ que, pour des excitations de grande amplitude, il
affecte aux basses Ønergies le spectre d’Øvaporation de proton aussi pour des noyaux situØs
sur la ligne N = Z. Une indication expØrimentale de cet effet a peut-Œtre ØtØ observØe
dans le 40Ca [Sca02].
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Chapitre 6
Conclusions et perspectives
Nous avons lors de ce travail ØtudiØ diffØrents aspects de la dynamique nuclØaire au
voisinage de la barriŁre. Nous nous sommes tout d’abord intØressØs au couplage entre le
mouvement relatif des noyaux et la rotation d’un partenaire de collision dØformØ (allongØ
ou aplati) ainsi qu’aux effets de ce couplage sur la fusion. Nous avons montrØ qu’une mise
en rotation du noyau dØformØ pouvait avoir lieu grâce à la rØpulsion Coulombienne avec
l’autre noyau. Ce couplage est gØnØralement nØgligØ dans les calculs en voies couplØes.
Nous avons montrØ que c’Øtait justiØ dans la majoritØ des cas oø la rØorientation est
faible. Cependant il peut exister des couples projectiles-cibles oø la rØorientation doit Œtre
prise en compte pour estimer correctement les distributions de barriŁres de fusion. C’est
le cas pour un noyau lØger fortement dØformØ entrant en collision avec un noyau lourd.
Mais le rØsultat le plus surprenant de cette Øtude est le fait que la rØorientation ne dØpend
que de la masse et de la dØformation des noyaux et pas de leur Ønergie ou de leur charge.
Il serait maintenant utile d’Øtudier la rØorientation d’un point de vue expØrimental en
comparant les fonctions d’excitation de rØaction avec diffØrents noyaux lØgers et dØformØs
comme projectile incident sur une cible lourde. La mise en Øvidence de la rØorientation
et son Øtude pourra alors s’appuyer sur une comparaison entre l’expØrience et d’une part
des calculs en voies couplØes, d’autre part des calculs de dynamique en champ moyen de
type TDHF.
Notre deuxiŁme Øtude concernait elle aussi les couplages entre le mouvement relatif
et un degrØ de libertØ interne qui Øtait alors la cassure d’un noyau possØdant des neu-
trons faiblement liØs. Il s’agissait de l’Øtude par spectroscopie γ des rØsidus de fusion -
Øvaporation de la rØaction 6He+190Os au dessus et au voisinage de la barriŁre de fusion.
Une comparaison à la rØaction 4He+192Os a montrØ que la cassure du projectile rØdui-
sait considØrablement la fusion mŒme trŁs au dessus de la barriŁre. Ceci a ØtØ attribuØ
à la rØduction du ux d’6He à cause de sa cassure. Cependant d’autres Øtudes de fusion
avec l’6He utilisant d’autres mØthodes pour dØterminer les sections efcaces de fusion
ont obtenu des rØsultats diffØrents du nôtre. Il serait donc intØressant, en perspective de
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cette Øtude, de rØaliser une expØrience de fusion de l’6He qui serait ØtudiØe à l’aide de
diffØrentes mØthodes indØpendantes.
Nous avons ensuite ØtudiØ le chemin vers l’Øquilibre du noyau composØ juste aprŁs
le passage de la barriŁre de fusion. Nous nous sommes tout particuliŁrement intØressØs à
l’Øquilibration des charges en Øtudiant des rØactions asymØtriques en N/Z ainsi qu’à l’ex-
citation de GDR de prØØquilibre qui peuvent en rØsulter. Nous avons montrØ que les carac-
tØristiques de ces GDR sont fortement rØliØes à la structure du noyau de prØØquilibre. La
dØformation par exemple peut Œtre dØduite du spectre γ de la GDR de prØØquilibre. Nous
avons aussi vu que l’asymØtrie en N/Z pouvait augmenter la section efcace de fusion-
Øvaporation des noyaux lourds en permettant au noyau de prØØquilibre d’Øvacuer une par-
tie de son Ønergie d’excitation par Ømission d’un γ de la GDR de prØØquilibre. L’Øtude des
caractØristiques de la GDR de prØØquilibre doit dorØnavant se faire expØrimentalement,
notamment à l’aide des accØlØrateurs de faisceaux radioactifs qui permettent d’atteindre
de grandes asymØtries en N/Z.
Nous sommes nalement revenu au passage de barriŁre, mais en ce qui concerne
l’Øvaporation de protons sous-Coulombiens. Nous l’avons traitØe en champ moyen en
autorisant les nuclØons à changer d’isospin, ce qui a fait apparaître dans l’expression du
potentiel moyen des termes non diagonaux en isospin. Nous nous sommes donc intØres-
sØs à ces termes et nous avons montrØ leur inuence sur l’Øvaporation de proton, à savoir
une augmentation de la probabilitØ de passer la barriŁre pour un proton sous-Coulombien
et une rØduction au dessus de la barriŁre. Cet effet devrait Œtre plus important pour des
noyaux fortement asymØtriques en N/Z.
Les perspectives concernant l’Øtude de ce couplage en isospin sont thØoriques et ex-
pØrimentales. D’un point de vue thØorique, la construction d’un code TDHF autorisant
le changement d’isospin des nuclØons serait utile à une Øtude quantitative de ces effets
lors de rØactions de type Øchange de charge. Nous avons aussi Ømis l’hypothŁse que le
couplage en isospin pouvait affecter la structure de l’Øtat fondamental du noyau. Le dØve-
loppement d’un code HF statique avec couplage en isospin permettrait de le vØrier.
Il est nØcessaire de mettre en Øvidence nos prØdictions d’un point de vue expØrimental.
Les effets dynamiques sur l’Øvaporation de protons peuvent Œtre ØtudiØs lors de rØactions
de type Øchange de charge entre ions lourds. Il faut alors disposer d’un dØtecteur de par-
ticules chargØes avec une bonne efcacitØ aux basses Ønergies pour analyser en dØtail le
spectre de protons Ømis au voisinage de la barriŁre.
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Abstract
We propose a new experiment with the XTU Tandem + ALPI accelerator in which we
intend to measure the evaporation residue cross section for 74Ge+146Nd and 80Se+140Ce
in the vicinity of the coulomb barrier. The study of the excitation functions will provide
informations on the effect of the oblately deformed 74Ge on the fusion-evaporation me-
chanism.
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A.1 Physic motivations
Heavy ion fusion reactions between massive nuclei near the Coulomb barrier have
been investigated experimentally and theoretically so far. This is partly because there is a
possibility of synthesizing a super-heavy element as an evaporation residue by complete
fusion under a proper choice of colliding nucleus and bombarding energy. The production
of cold residue is understood as a two steps process : the fusion process between two
interacting nuclei and the survival process against ssion.
In heavy systems (Z1Z2 > 1800), the energy dissipation becomes important and the
fusion of the two interacting partners necessitates an extra-push energy (Ex). Moreover,
to form a compound nucleus which will survive, it is necessary to reach a conguration
more compact than the compound nucleus ssion saddle point. So the system needs an
extra-extra push energy (Exx) to overcome the saddle point [Das98]. In such systems, the
fusion barrier may be overcame, but the collision fails to form a compound nucleus if the
system stays before the saddle point. In this case, the system breaks as quasission after a
signicant amount of nucleon transfer and kinetic energy loss. The measure of the fusion
cross section is ambiguous because we need to measure the evaporation residues and
the ssion fragments of complete fusion. It is therefore necessary to distinguish ssion
fragments from complete fusion and ssion fragments from quasission, a requirement
which is experimentally difcult to realize.
Iwamoto et al. [Iwa96] proposed to use deformed nuclei as colliding partners. In
this case, the collision would drive the system in an enough compact conguration at
the touching point to go beyond the conditionnal saddle point. Recently, Nishio et al.
[Nis01] observed a dependance of Exx with the deformation of the collision partners in
the entrance channel. They have shown that no XXpush energy is needed to explain the
76Ge+150Nd reaction involving the prolately deformed 150Nd (β2 = 0.221) whereas in
the collision 82Se+natCe [Nis00, Nis01] with a spherical partner they obtained a XXpush
Exx = 27 + / − 5MeV . They conclude that the reaction starting from the compact
touching point results in an higher survival probability.
A.2 Proposed experiment
We propose to test this idea with an oblate nucleus instead of a prolate one. If the
conclusion from Iwamoto et al. is correct, we expect a smaller XXpush energy in the
collision between the oblate-deformed and spherical nuclei as compared to the collision
between two spherical partners. An additional piece of information would be given by
the comparison of the excitation functions involving on the one hand an oblate nucleus
and on the other hand, a prolate nucleus (150Nd) studied by Nishio et al [Nis00]. Such a
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study may provide informations about a possible reorientation of the deformed nucleus.
Indeed, if there is no reorientation, the shape of the excitation function is expected to be
different in the prolate and in the oblate cases because there is less possible congurations
to get the most compact touching point in the oblate than in the prolate case. Following
this argument, we expect a smoother increase of the cross section in the oblate case than
in the prolate one. If a reorientation of the colliding nuclei occurs, the fusion reaction will
start in the more compact touching point in the two cases, and no difference in the shape
of the excitation functions is therefore expected.
We propose to study the reaction 74Ge+146Nd with an oblate projectile (β2 = −0.210)
[Lal99] and compare it with 80Se+140Ce involving spherical nuclei which is approxi-
matively similar to the one studied by Nishio and Mitsuoka. They used a natCe target
(0.2%136Ce,0.2%138Ce,88.5%140Ce,11.1%142Ce). An enriched target of 140Ce will allow
us to keep only the part of the fusion from this nucleus. In our proposal, both reactions
lead to the same compound nucleus and so we will be able to compare the excitation
functions in the evaporation residue measurements. We will also be able to compare the
fusion hindrance (extra-extra-push) and check the assumption of Nishio.
The shapes of the excitation functions will be compared to those obtained by Nishio
[Nis01, Nis00] in the reaction 76Ge+150Nd to see the effect of a possible reorientation of
the deformed nuclei. Moreover our system (oblate case) leads to a more compact touching
point than the one studied by Nishio et al (prolate case), giving a more pronounced effect.
A.3 experimental setup
Beams of 80Se and 74Ge are both available at XTU TANDEM with respectively 2000
and 800 nA intensities after the ion source.
The Evaporation Residues (ER) are separated from the beam by the CAMEL Recoil
Mass Spectrometer (RMS) before being implanted in a silicon stripped detector. These
residues are nally tagged by their α emission. The presence of a Time Of Flight (TOF)
signal allows us to distinguish ER implantation events from the subsequent α decays,
which generate no TOF signal. A two dimensional spectrum of the energy versus TOF
will give a rough estimate of a mass number of the incoming particle.
A.4 expected statistic
In this range of energy, cross sections are around 100 nb for the reaction involving
spherical nuclei [Nis01]. They are between 200 and 650 nb for the reaction with the
prolate nucleus 150Nd [Nis00]. The cross sections in our reaction involving the oblately
deformed nucleus 74Ge are expected to be same if there is a reorientation of the deformed
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nucleus, and the half if there is no reorientation. The excitation function needs at least 6
different energies between 230 and 250 MeV in the center of mass frame (i.e. between
347 and 377 MeV for the 74Ge and between 361 and 393 MeV for the 80Se).
We are aiming at an accuracy of better than 20% for each cross section. Assuming :
an efciency of 10% for CAMEL and for this kinematics ; a beam current on the target
of about 1pnA for 74Ge and 2 pnA for 80Se ; then one day is necessary to get enough
statistics for one energy with a cross section of 100nb with the 80Se beam. With the 74Ge
beam, we need two days for a cross section of 100 nb, one day for 200 nb, etc. If there is
no reorientation, the mean value of the cross section is expected to be around 200 nb (and
300 nb if there is reorientation). Therefore, in order to reach our goal, we ask for a total
of 12 days of beam time.
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1Cette expérience a été acceptée mais non programmée à cause de développements techniques tardifs
sur le détecteur SACRED
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B.1 Physic motivations
It is rather clear today that on the way to the spherical Super Heavy Elements (SHE) a
region of enhanced stability against ssion is crossed. This so-called transfermium region
is unique since it is composed of nuclei which are stabilized mainly by shell effects.
This gain of stability is attributed to a large quadrupole deformation (β2 ≈ 0.25 − 0.30)
especially around No isotopes [Pat94].
Experimentaly, very little is known about the single particule structure of transfer-
mium elements withA > 250 : only few speculations are made for the isotopes 251−253Fm
and 253No isotopes [Fir99]. This lack of knowledge is a severe limitation when comparing
to model predictions which, in turn, limits the predictive power of the theoretical models,
as the Nilsson-Strutinsky, Hartree-Fock or Relativistic Mean Field theories. In fact, this
uncertainty results in different predictions for the next shell gap.
Beyond the difcult observation of a few counts associated to SHE, most of the pro-
perties of these nuclei can be deduced from those of the transfermium nuclei. The high-j
intruder orbitals generating magic gaps in the SHE region are strongly affected by the
large quadrupole deformation associated to transfermium nuclei. This makes the single-
particle orbitals involved in the prediction of SHE also active in the transfermium region.
Spectroscopic studies of these heavy elements are therefore essential to determine the
precise ordering and excitation energies of these key levels.
In-beam gamma-ray spectroscopy experiments performed on even-even No isotopes
using the recoil-decay-tagging technique have boosted the eld and led to a signicant
progress in the knowledge of the structure of these heavy nuclei [Rei99, Rei00, Lei99].
When even-even nuclei decay mainly through gamma-rays, recent experiments performed
at Jyväskylä have shown that the decay of odd-A elements (253No and 255Lr) proceed
mainly through conversion electrons.
B.2 Properties of 255No and 251Fm
255No and 251Fm are particularly suitable to investigate the neutron single-particle
states of the heavy elements. Those two elements are neutron-odd. With N=153 and 151
respectively they lie on both side of the N=152 deformed gap. They are therefore very
good candidates to study single particles states around this gap. Some levels are known,
but no spin assignment other than tentative in 251Fm [Esk70, Bem71] and theoretical
prediction for the 255No [Cwi94] has been made so far.
For 251Fm several orbitals located below the N=152 deformed shell gap lie close each
other in energy. In the case of 249Cf the [734]9/2- has been rmly established for the
ground state. In the heavier isotones, like 251Fm, this 9/2- assignment is still tentative. This
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is also the case for the rst excited states for which [622]5/2+, [624]7/2+ and [620]1/2+
seems to be the best assignment.
In the case of 255No the experimental data are even more scarce. Calculations of Ref.
[Cwi94] predict ve close lying single particle orbitals :
Dominant Binding Energy
Conguration [MeV]
[620]1/2+ 0
[622]3/2+ 0.10
[725]11/2− 0.28
[624]7/2+ 0.29
[604]9/2− 0.44
[734]9/2+ 0.74
Again, the 1/2+ assignment for the ground state is rm for neighbouring nuclei (251Cf
and 253Fm) but is only tentative in the 255No case. Alpha-decay measurements in 255Fm
[Ahm90] as well as (d,p) transfer reaction on 250Cf [Ahm90] indicate some consistency
with these ordering for the bandheads but nothing has been measured in 255No so far. The
neutron structure of these isotones is at least partially known for the 2 lightest odd-nuclei
[Fir99, Ahm00]. With the determination of the structure of 255No we will be able to study
the evolution of the neutron levels as a function of proton number.
B.3 Proposed experiment
We propose to use the reaction 208Pb(48Ca,1n)255No to populate excited states in
255No. At E48Ca = 209MeV the cross section has been measured to be 150-200 nb
[Yer98]. At this energy, the 2n channel has a cross section about 70 nb, and so 254No
will slightly contaminate the recoil-gated electron spectrum. Recoil-α correlations are so
necessary to separate 254No (Eα = 8.10 MeV) and 253No (Eα = 8, 01 MeV) electron
spectra.
The 251Fm will be produced by α-decay (61,4% alpha and 38,6% ssion) from 255No
(T1/2 ∼ 3.1m and Qα = 8.445 MeV). It will be possible to measure α−γ and α−electron
coincidences by the PIN-diode box which is a part of the GREAT project.
The SACRED electron spectrometer will be used in an off-axis geometry and a so-
lenoidal magnetic eld to guide the conversion electrons to the detector. An electrostatic
barrier is applied to reject low energy background from δ-electrons. The absolute ef-
ciency of SACRED is roughly 10% over the energy range of interest (50 - 300 keV)
[But96] The mass spectrometer RITU will be used in order to select 255No residues. Its
transport efciency for the recoiling 255No compound is estimated to be 25-30%.
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The maximum beam intensity that SACRED can take is about 5 pnA for 48Ca. With
250µg/cm2 thick 208Pb targets, we estimate approximatively 5 255No per hour at the RITU
focal plane. With the SACRED efciency and a multiplicity of 3 electrons per event, this
gives 50 recoil (and about 25 α-recoil) tagged electrons per day. Therefore we request a
beamtime of 3 weeks for this experiment to get 1000 tagged electrons.
Annexe C
Résolution numérique de TDHF
La mØthode d’approximation TDHF correspond à une propagation indØpendante de
chaque fonction d’onde à une particule dans le champ moyen gØnØrØ par l’ensemble des
particules. Elle ne prend pas en compte les corrØlations à deux corps [Gon90, Won78,
Lac98, Jui02] mais les mØcanismes à un corps tels que l’Øtalement de Landau y sont
bien traitØs [Cho87a]. La nature quantique de la dynamique de chaque nuclØon est ex-
plicitement prØservØe, ce qui est crucial à basse Ønergie à cause des effets de couches et
de l’aspect ondulatoire des nuclØons. De plus TDHF est une thØorie non linØaire et elle
permet ainsi de bien traiter les Øventuels couplages entre modes collectifs comme ceux
ØtudiØs dans l’annexe D.
L’Øquation qui gŁre la matrice densitØ à un corps ρ(t) = ∑Nn=1 |ϕn〉 〈ϕn| dans TDHF
est une Øquation de Liouville
i~
∂
∂t
ρ− [h(ρ), ρ] = 0 (C.1)
oø h(ρ) est le Hamiltonien de champ moyen. Il s’agit d’une Øquation auto-cohØrente
puisque le Hamiltonien h dØpend de la densitØ. La version statique de l’Øquation C.1
est l’Øquation HF [h(ρ), ρ] = 0. Cette derniŁre est une Øquation aux valeurs propres qui
se dØveloppe a priori sur tous les ØlØments d’une base complŁte à un corps.
Il existe plusieurs mØthodes pour rØsoudre les Øquations de champ moyen dynamique.
Nous n’allons ici exposer que la mØthode utilisØe dans le code de Paul Bonche [Kim97].
Ce code comporte trois parties distinctes :
1. calcul des fonctions d’onde de l’oscillateur harmonique de type Nilsson (dØformØ
ou non) [And76, Nee76]
2. calcul de l’Øtat fondamental HF du ou des noyaux
3. calcul dynamique TDHF.
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Partie statique
En choisissant l’espace des r et en le discrØtisant en dØnissant un rØseau de pas
∆r et de taille nie, on obtient des Øquations matricielles agissant sur les kets à une
particule |ϕα〉 alors reprØsentØs par des vecteurs avec un nombre ni de composantes
ϕαi , i indiquant le noeud du rØseau. Les fonctions d’onde d’essai servent à la premiŁre
itØration de la partie HF statique qui revient alors à plusieurs diagonalisations successives
du Hamiltonien, celui-ci Øtant recalculØ à chaque itØration avec le jeu de fonctions d’onde
obtenues jusqu’à convergence.
L’annexe E prØsente une mØthode permettant de rØsoudre la partie statique. P. Bonche
a quant à lui utilisØ la mØthode du temps imaginaire. Pour dØcrire cette mØthode, dØvelop-
pons la fonction d’onde d’essai |φ〉 sur la base des Øtats propres recherchØs de h
|φ〉 =
∑
α
cα|ϕα〉.
Appliquons sur cette fonction d’onde l’opØrateur e−∆β h/~ qui n’est autre que l’opØrateur
d’Øvolution à un corps dans un champ constant avec un temps imaginaire
e−∆β h/~|φ〉 = e−∆β ε0/~
∑
α
cαe
−∆β(εα−ε0)/~|ϕα〉
oø εα est l’Ønergie de l’Øtat |ϕα〉. Cette opØration rØduit la contribution d es Øtats de haute
Ønergie au prot des Øtats de basse Ønergie. Il est ensuite nØcessaire de normer l’Øtat
obtenu et de calculer le nouveau Hamiltonien de champ moyen avant de recommencer
l’opØation jusqu’à convergence vers l’Øtat de plus basse Ønergie. En gØnØral, ce n’est pas
une fonction d’onde mais un jeu de fonctions d’onde que l’on recherche. Dans ce cas il est
nØcessaire d’orthonormer les fonctions d’onde à chaque itØration car l’opØrateur utilisØ
n’est pas unitaire. En pratique l’exponentielle est remplacØe par son dØveloppement de
Taylor puisque h n’est pas diagonal dans la base du rØseau. Il est alors nØcessaire de
choisir β tel que β  ~.
Enn notons qu’il est possible d’ajouter une contrainte monopolaire ou quadrupolaire
lors de la minimisation de l’Ønergie an de prØparer le noyau dans un Øtat qui exhibera
une oscillation monopolaire et/ou quadrupolaire dans la partie TDHF.
Partie dynamique
Pour l’Øvolution dynamique on considŁre que le champ moyen est constant pendant
un temps petit ∆t, ce qui permet d’Øcrire le propagateur à un corps associØ au champ
moyen entre t et t+ ∆t
e−
i
~
∫ t+∆t
t h(s)ds ≈ e− i~∆t h(t+∆t/2).
Le calcul de la fonction d’onde au temps t+ ∆t se fait alors en deux Øtapes :
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 on dØtermine tout d’abord les fonctions d’onde au temps t+∆t/2 à l’aide du champ
au temps t ∣∣∣∣ϕα(t+ ∆t2
)〉
= e−
i
~
∆t
2
h(t) |ϕα (t)〉
 puis les fonctions d’onde au temps t + ∆t à l’aide du champ moyen recalculØ au
temps t+ ∆t
2
|ϕα (t+ ∆t)〉 = e− i~ ∆t2 h(t+ ∆t2 )
∣∣∣∣ϕα(t+ ∆t2
)〉
L’exponentielle est là aussi approximØe par un dØveloppement de Taylor. Celui-ci doit
Œtre tronquØ à un ordre ØlevØ (ordre 4 dans le code de P. Bonche) pour que les effets de la
perte d’unitaritØ par troncature lors de l’Øvolution soient les plus faibles possibles.
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Annexe D
Couplages entre états multiphonons
étudiés avec TDHF
Cette annexe est une reproduction de l’article Non Linear Vibrations in Nuclei
[Sim03a].
Abstract
We have performed Time Dependent Hartree Fock (TDHF) calculations on the non
linear response of nuclei. We have shown that quadrupole (and dipole) motion produces
monopole (and quadrupole) oscillations in all atomic nuclei. We have shown that these
ndings can be interpreted as a large coupling between one and two phonon states leading
to strong anharmonicities.
D.1 Introduction
Fifty years ago, it was discovered that atomic nuclei may enter in resonance with elec-
tromagnetic elds [Har01]. This Giant Dipole Resonance (GDR) has been interpreted as
the vibration of neutrons against protons. Since then, other giant resonances (GR) have
been predicted and observed, e.g. the Monopole GR (GMR), an alternation of compres-
sion and decompression of the nucleus, and the Quadrupole GR (GQR), an oscillation
between a prolate and an oblate shape. The proof of the vibrational nature of the GR
came only few years ago with the observation of the second vibrational quantum called
the two-phonon state [Cho95a, Aum98]. While many properties of these states plead in
favor of an harmonic picture, striking experimental observations such as an abnormally
large excitation probability point to a strong coupling between the different phonon states
171
172 Annexe D. Couplages entre états multiphonons étudiés avec TDHF
[Vol95, Bor97]. This triggered a lot of theoretical investigations but only very weak anhar-
monicities were found[Pon99, Pon00, Cat93, Lan97, Toy01, Bro00] creating an important
crisis in our understanding of nuclear vibrations.
Recently, it has been proposed that a strong anharmonicity may come from large re-
sidual interaction leading to the excitation of a GMR and a GQR on top of any state
[Fal03]. This was a surprise especially in the monopole case since it was generally be-
lieved that these couplings were small because of cancellation effects between various
diagrams [Wam88]. It is shown in reference [Fal03] that these cancellations between 3-
particle 1-hole and 3-hole 1-particle matrix elements were very limited. However, the
approach of [Fal03] even if it is fully microscopic do have some drawbacks. It is based
on boson mapping methods which may lead to violation of the Pauli principle and mixing
with the spurious states [Bea92]. Therefore, an independent conrmation of these impor-
tant couplings leading to the excitation of a GMR and GQR on top of phonon states is
crucial.
In parallel looking to a completely different process, the excitation of a GDR in fu-
sion reactions, we have shown [Sim01] that, in a time dependent Hartree Fock (TDHF)
approach, the dipole mode is non linearly coupled with other collective modes such as in
particular the vibration of the density around a prolate shape. This work is also pointing in
the direction of anharmonic vibrations in nuclei but the particularities of the fusion dyna-
mics and of the composite system does not allow to draw conclusions about the properties
of the phonon built on the ground state.
In this work, we present the rst realistic TDHF calculation [Bon76] of non-linear
response to the collective vibrations showing that, indeed, the one- to two- phonon cou-
pling is a source of anharmonicities. We used the TDHF approach [Har28, Foc30, Vau72,
Bon76, Neg82] which corresponds to an independent propagation of individual particles
in the self-consistent mean eld generated collectively. It does not incorporate the dissi-
pation due to two-body interaction [Gon90, Won78, Lac98], but takes into account one
body mechanisms such as Landau spreading and evaporation damping [Cho87b]. The
quantal nature of the single particle dynamics is explicitly preserved, which is crucial at
low energy both because of shell effects and of the wave dynamics. In its small ampli-
tude limit TDHF is equivalent to the Random Phase Approximation (RPA) which is the
basic tool to understand the collective response of nuclei in terms of independent pho-
nons. However, since the mean-eld depends upon the actual excitation, TDHF is a non
linear theory and hence contains couplings between collective modes. This point will be
explicitly developed in the following. In fact TDHF is optimized for the prediction of
the average value of one body observables. Through non-linearities, it takes into account
the effects of the residual interaction as soon as the considered phenomenon can be ob-
served in the time evolution of a one body observable. Of course, the absence of terms
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explicitly taking into account the correlations is a limitation. In particular, dampings and
spreadings are neglected. As far as the time dependent approaches are concerned, it would
be important to extend the present study to theories going beyond the one body limit such
as extended TDHF [Lac98] which incorporate the effect of a collision term and also,
through the uctuations associated with the considered dissipation, the coherent coupling
with phonon plus particle hole excitations. Even more complete theories such as the time
dependent density matrix approach [Toy01, Wan85], which is known to reduce to the se-
cond RPA in its linearized version, would be an interesting extension of the present work.
Finally, one should also try to apply the stochastic mean eld approaches in particular in
its version which have been proved to be potentially an exact solution of the many-body
problem [Jui02]. However, the analysis presented in section D.3 clearly show that the
non linear response in TDHF contains the couplings between one and two phonon states
coming from the 3-particle 1-hole and 1-particle 3-hole residual interaction.
In section D.2 we demonstrate rst that coupling between one and two phonon states
can be obtained through the evolution of average values of one-body observables. In sec-
tion D.3, we show which part of the residual interaction is taken into account in a TDHF
approach. In section D.4 we present results demonstrating the importance of the non-
linear excitation of monopole and quadrupole modes on top of other collective vibrations.
Finally we will conclude in section D.5.
D.2 Effect of couplings on one-body observables
To understand how this coupling can be extracted from the one-body dynamics let us
consider the nonlinear coupling of a mode, |ν〉 with the GRµ built on top of it leading to
the two phonon state |νµ〉. The Hamiltonian can be written
H = H0 + V.
, where H0 corresponds to the harmonic (RPA) part for which |ν〉 and |νµ〉 are eigenstates
with energies ων and ωνµ = ων+ ωµ while V is the residual interaction between phonons.
For simplicity, let us introduce only the non-linear coupling vµ = 〈ν|V |νµ〉 which has
been proven to be the most important one [Fal03]. At the rst order in ε = vµ/ωµ, this
leads to the eigen states :
|ν〉 = (|ν〉 − ε|νµ〉)/N
and
|νµ〉 = (ε|ν〉+ |νµ〉)/N
where N 2 = 1 + ε2. A collective boost
|ψ(t = 0)〉 = e−ikνQν |−〉
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inducing transitions between the ground state |−〉 and the collective state |ν〉 with the
amplitude qν = 〈−|Qν |ν〉, leads to
|ψ(t)〉 ' |−〉 − ikνqνe−iωνt(|ν〉 − e−iωµtε|νµ〉). (D.1)
Then, 〈Qν〉(t) is simply given by
〈Qν〉(t) ' −2kνq2ν sin(ωνt). (D.2)
This shows that the linear response to collective boost induces oscillation of the collective
moment at the collective frequency with an amplitude proportional to the transition pro-
bability q2ν . If we now compute the response to the operator Qµ which is associated with
the excitation of the giant resonance µ, it is not zero because of the transitions between
|ν〉 and |νµ〉. Using Eq. (D.1) and assuming 〈νµ|Qµ|ν〉 = qµ too, we get at the lowest
order in kν and v/ωµ
〈Qµ〉(t) = 2k2νq2νqµ
vµ
ωµ
(cos(ωµt)− 1) (D.3)
where the −1 term comes from higher order terms not explicitly written in Eq. (D.1).
This demonstrates that the induced moment 〈Qµ〉 (t) is quadratic in the collective boost
amplitude as expected from its non linear nature. Moreover, it oscillates at the frequency
of the coupled mode ωµ with an amplitude proportional to the mixing coefcient vµ/ωµ
and to the matrix element qµ. Finally, it should be noticed that 〈Qν〉(t) and 〈Qµ〉(t) start
in phase quadrature.
D.3 Linear and non-linear response in TDHF
The TDHF approach is built to describe the average values of one-body observables.
It propagates the evolution of the one-body density matrix
ρij = 〈a+j ai〉
where a+i is the operator creating a particle in the orbital |i〉 :
i∂tρ = [h, ρ]
where h is the self-consistent mean-eld Hamiltonian linked to the mean eld energy
E by hij = ∂E/∂ρji . We have used the code of ref. [Kim97] with SGII [Gia81] and
SLy4d [Cha98] Skyrme interactions.
The RPA can be obtained by the linearization of the TDHF equation. Let us now go
beyond the RPA by computing the quadratic response to a collective boost of strength kν :
ρ = ρ(0) + kνρ
(1) + k2νρ
(2).
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ρ(0), the static HF groundstate, denes the occupied states (h) ρ(0) = ∑Ah=1 |ϕh〉〈ϕh|, the
unoccupied states being the particle states (p). The condition ρ2 = ρ imposes that ρ(1)
contain only p-h components while
ρ
(2)
pp′ =
∑
h
ρ
(1)
ph ρ
(1)
hp′
and
ρ
(2)
hh′ = −
∑
p
ρ
(1)
hp ρ
(1)
ph′ .
D.3.1 TDHF and RPA
The linear part of the TDHF equation leads to
i∂tρ
(1) =Mρ(1)
where
M· = [h(0), ·]+ [∂h
∂ρ
·, ρ(0)
]
is nothing but the RPA matrix acting only in the ph space. The RPA response after a boost
e−ikνQν at time t = 0 with Qν = qνO+ν + h.c. where
ρ+ν =
[
O+ν , ρ
(0)
]
is the RPA mode associated with the frequency ων , is
ρ(1) = −qνρ+ν ie−iωνt + h.c. .
Using TrOνρ+ν′ = δνν′ , we get
〈Qν〉 = −2q2νkν sinωνt
which corresponds to Eq. (D.2) and explain why the RPA provides a good approximation
of ων and q2ν .
D.3.2 Quadratic response and phonon coupling
If we now compute the quadratic response we get for ρ¯(2), the p−h component of ρ(2)
i∂tρ¯
(2) =Mρ¯(2) + V d + V e + δV (D.4)
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where the three sources of non linearities are the p− h components of
δV =
1
2
[∑
ijkl
∂2h
∂ρij∂ρkl
ρ
(1)
ij ρ
(1)
kl , ρ
(0)
]
V d =
[∑
ij
∂h
∂ρij
ρ
(1)
ij , ρ
(1)
]
V e =
[∑
ijk
∂h
∂ρij
εiρ
(1)
ik ρ
(1)
kj , ρ
(0)
]
where εp = 1 and εh = −1 and . The p − h component of ρ(2) can be expanded on the
RPA basis
ρ¯(2) = q2ν
∑
µ
zµρ
+
µ + h.c.
where we have explicitly factorized the transition probability q2ν . Using TrOµρ+µ′ = δµµ′ ,
the evolution of zµ can be isolated :
iz˙µ = ωµzµ + v
d
µ + v
e
µ + δvµ
with
vdµ = TrOµV
d/q2ν , v
e
µ = TrOµV
e/q2ν
and
δvµ = TrOµδV/q
2
ν .
The time independent parts of vdµ + veµ +δvµ , vµ, lead to
zµ =
vµ
ωµ
(e−iωµt − 1)
so that
〈Qµ〉 = 2k2νqµ
q2νvµ
ωµ
(cosωµt− 1) .
Comparing this result with the Eq. (D.3) shows that vµ can be interpreted as the residual
interaction exciting, in TDHF, the mode µ on top of the phonon ν.
D.3.3 Link with the residual interaction
To illustrate this coupling, let us compute the contribution coming from the forward
amplitudes ρ+νph = O
+
νph
= Xνph then vdµ contains two terms involving the 3p − 1h and
3h− 1p residual interaction ,
vdµ =
∑
Vp′h′′;pp′′X
µ
phX
ν
p′′h′′X
ν
p′h
−
∑
Vhh′′;h′p′′X
µ
phX
ν
p′′h′′X
ν
ph′
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where we have introduced Vik;jl = ∂hji/∂ρkl. Considering the second term veµ we get also
two components
veµ =
∑
Vp′h′′;pp′′X
µ
p′′h′′X
ν
phX
ν
p′h
−
∑
Vhh′′;h′p′′X
µ
p′′h′′X
ν
ph′X
ν
ph
which are nothing but the exchange of µ and ν in vdµ. These four terms correspond exactly
to theX part of the phonon interaction 〈µν|V |ν〉 computed using boson mapping [Fal03]
except for a numerical factor which actually depends upon the mapping used.
The X part of δvµ is
∑ ∂Vh′′p′;p′′h′
∂ρph
XµphX
ν
p′h′X
ν
p′′h′′ . It results from the density depen-
dence of the p − h interaction dening the energy of the state ν. In the simple case of a
linear density dependence, it can be interpreted as a contribution of a three-body interac-
tion inducing transitions from 1p− 1h to 2p− 2h.
This analysis clearly shows that the time dependence in TDHF takes into account the
residual interaction. At the linear level, TDHF leads to the RPA. Going to the quadratic
response, TDHF takes into account the one- to two-phonon coupling. The key point of the
applicability of TDHF is the fact that the studied phenomenon can be deduced from the
time dependence of the average value of a one-body observable.
D.4 Results
Let us now look at the TDHF results for the 40Ca nucleus. We followed the monopole,
quadrupole and dipole response for three initial conditions :
 A monopole boost using
Q0 =
1√
4pi
∑
i
(r2i − 〈r2i 〉(t = 0)).
because of the spherical symmetry, a monopole boost can only trigger monopole
modes. Therefore, we only observe 〈Q0〉(t).
 A quadrupole boost generated by
Q2 =
∑
i
r2i Y
2
0 (θi, ϕi) .
The parity conservation forbids any dipole excitation when a quadrupole velocity
eld is applied to a spherical nucleus. Conversely, breathing modes (GMR) can be
triggered by the quadrupole oscillation so that we do follow both the quadrupole
〈Q2〉(t) and the monopole 〈Q0〉(t) responses.
 An isovector dipole boost induced by
QD = Z/A
∑
n
zn −N/A
∑
p
zp.
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This excitation can be both coupled to the quadrupole and monopole oscillations so
that we monitor the three moments, 〈Q0〉(t), 〈Q2〉(t) and 〈QD〉(t).
FIG. D.1  Evolutions of the monopole, quadrupole and dipole moments (solid lines) and
of the central density ρ0 (dashed lines) as a function of time for monopole (a), quadrupole
(b) and dipole (c) excitations in 40Ca.
In gure D.1, we observe that the collective boost induces oscillations of the associa-
ted moment as expected from the RPA (see Eq. (D.2)). They are only slightly damped in
the GQR and GDR cases (g. D.1-b and D.1-c respectively) while in the GMR case (g.
D.1-a) beatings, characteristic of a Landau damping, are observed. This means that the
dipole and quadrupole strengths are mostly concentrated in a single resonance while the
monopole one is fragmented.
Plotting in gure D.2 the amplitude of the rst oscillation 〈Qν〉max as a function of
kν conrms the linearity of this response. Assuming that only one mode is excited which
is a good approximation for the GDR and GQR (Eq. (D.2)) shows that the transition
probability, q2ν , is 〈Qν〉max/2kν . To get a deeper insight into the response we study the
Fourier transform F (ω) of 〈Qν〉(t)/kν which is nothing but the RPA strength when the
velocity eld kν is small enough to be in the linear regime. We see in gure D.3 that
the dipole and quadrupole modes are concentrated in a unique mode while the monopole
is fragmented. However, the various peaks are in the same energy region so that they
can be approximated by a single mode with a large Landau width. A detailed test of the
equivalence between the linear regime of TDHF and the RPA response can be found in
[Cho87b].
If we now turn to the non linearities, we can observe the moments Qµ which are dif-
ferent from the operator Qν used for the exciting boost. We see in gure D.1 that, as
expected from Eq. (D.3), this non linear response follows a (cos(ωµt)− 1) pattern oscil-
lating with the frequency of the mode µ and not the one of the initially excited collective
D.4. Results 179
state ν. Moreover the amplitude of the rst oscillation (g. D.2) is as expected quadratic
in the excitation velocity kν . In Fig. D.1, one can see that large amplitude dipole (g.
D.1-c) and quadrupole (g. D.1-b) motion induces variations of the central density ρ0.
Since the central density can be modied only by monopole states this imposes that the
large amplitude motion gets coupled with such breathing modes. In the same way a large
amplitude dipole oscillation induces a quadrupole deformation of the nuclear potential
and so gets coupled with the GQR. These observations lead to the conclusion that we are
in the presence of a non-linear excitation of a giant resonance µ on top of the collective
motion ν initially excited through the collective boost Qν .
FIG. D.2  Evolutions of the maximal oscillation amplitudes of 〈Q0〉 (solid line), 〈Q2〉
(dashed line) and 〈QD〉 (dotted line) as a function of the intensities of the monopole,
quadrupole, and dipole excitations. The horizontal lines represent the average number of
excited phonons for each GR.
The Fourier transform of 〈Qµ〉(t) associated with the excitation of Qν are also pre-
sented in gure D.3. Let us rst start with the quadrupole strength non-linearly excited
by a dipole boost. This is a clear indication that the observed state is indeed a GQR built
on top of the GDR. This is what is expected from Eq. (D.3) where only the frequency
ωµ of the observed state appears. It should be notice that this frequency is different from
one of the underlying dipole motion. The monopole case is more complex because of
the presence of a strong Landau spreading and it seems that the strengths of the various
monopole states depend upon the considered boost. This indicates that the coupling lea-
ding to the excitation of an additional monopole state depends upon the collective mode
initially excited.
To estimate the magnitude of these non-linear couplings, we can rst convert the am-
plitude of the induced oscillations into a phonon number using a coherent state picture.
The horizontal lines in gure D.2 represent the amplitude of the oscillations associated
180 Annexe D. Couplages entre états multiphonons étudiés avec TDHF
FIG. D.3  Monopole, quadrupole and dipole spectra for a monopole, quadrupole and
dipole excitation.
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with different number 〈nν〉 = 1, 2, 3, ... of excited phonons :
〈Qν〉2max = 4〈nν〉q2ν .
One can see that for a kν which corresponds to the excitation of one phonon ν the number
of phonons µ non-linearly excited is large.
Assuming for each multipolarity a unique state |µ〉 non linearly excited one can use
Eq. (D.3) to extract the residual interaction matrix element vµ between |ν〉 and |νµ〉 from
the amplitudes of the induced oscillations 〈Qµ〉max
vµ = 〈Qµ〉maxωµ/2k2νq2νqµ. (D.5)
If the non-linear collective response is not concentrated in a unique state |µ〉 but corres-
ponds to a set of states {|µi〉} with ωµi ≈ ωµ, one can easily show that the extracted
coefcient vµ is related to the individual vµi = 〈ν|V |νµi〉 by the weighted sum
vµ ≈ Σi√pµivµi (D.6)
where pµi = q2µi/Σjq
2
µj
and qµi = 〈−|Qµ|µi〉. vµ is in general higher than the indivi-
dual vµi. For example, if the collective response is equally distributed into N states with
identical coupling matrix elements vµi = v¯µ then vµ =
√
Nv¯µ.
|ν〉 ων qν S1 〈ν|V |ν0〉 〈ν|V |ν2〉
(MeV ) (MeV ) (MeV )
|0〉40Ca 22.9 11.6 3090 0
|2〉40Ca 18.6 21.4 9020 −4.28
|D〉40Ca 17.2 3.47 199 −4.58 −3.92
|0〉90Zr 19.9 26.0 12900 0
|2〉90Zr 15.0 46.5 35700 −2.55
|D〉90Zr 14.4 5.44 442 −1.60 −1.93
|0〉208Pb 15.7 57.1 51200 0
|2〉208Pb 11.1 99.0 128000 −2.17
|D〉208Pb 13.0 8.94 877 −2.40 −0.70
FIG. D.4  Energies, transition probabilities qν , energy weighted sum-rules S1 and cou-
pling coefcients of the GMR, GDR and GQR in the 40Ca, 90Zr and 208Pb. qν and S1 are
expressed in fm2 and MeV.fm4 for the GMR and GQR and in fm and MeV fm2 for
the GDR respectively.
The results for the 40Ca, 90Zr and 208Pb are presented in table D.4. The ων are compu-
ted from the time to reach the rst maximum of 〈Qν〉(t). If the spreading of the observed
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mode is small, ων ≈ m2/m1 which should be a little higher than m1/m0 usually dis-
cussed. For the breathing mode, our results agree with the values obtained in [Gia81]
(m1/m0 = 22.7, 19.5, 15.3MeV in 40Ca, 90Zr and 208Pb respectively). These RPA re-
sults as well as our ων are close to the averages which can be computed from the most
collective states reported in ref. [Fal03]. For the 40Ca, the m2/m1 for the monopole, qua-
drupole and dipole states of ref. [Fal03] are respectively 21.2, 16.9 and 18.5 MeV for
84%, 85% and 66% of the corresponding energy weighted sum rules (EWSR). For 208Pb
these values are 14.1, 11.1 and 13.6 MeV for 89%, 91% and 80% of the EWSR res-
pectively. The relative sign of vµ and qµ is given by the early evolution of the moments
described by Eq. (5) and shown in gure D.1. They appear to be all negative in agreement
with ref. [Fal03]. The couplings vµ are large of the order of few MeV. From the quan-
titative point of view, the non-linear coupling extracted from TDHF appears to be 50%
larger than the one reported in reference [Fal03]. This is a reasonable agreement since
TDHF result is a weighted sum of the individual couplings as shown in Eq. D.6. Sum-
ming the contributions of the different collective states considered in ref. [Fal03] reduces
the difference between the reported values. However, the phonon basis studied in ref.
[Fal03] being incomplete it is expected that the TDHF results remains higher. It should
be also noticed that some difference can remain due to the approximations involved in the
different approaches as discussed in the quadratic response analysis.
In table D.4 one can also see that the larger the nucleus the smaller the coupling.
This is in agreement with the fact that these couplings are mediated by the surface. To
control the robustness of our conclusion we have performed a series of calculations using
a different Skyrme force, the recent SLy4d parametrization. For a 40Ca, this leads to a
coupling exciting the GMR on top of the GDR of −4.01 MeV and of −4.36 MeV on
top of the GQR. The quadrupole response during a dipole oscillation leads to a residual
interaction of −3.98 MeV. Those results are very close to the one reported in table D.4.
D.5 Conclusions
In conclusion, we have shown with TDHF calculations that a non-linear excitation of
monopole and quadrupole should occur on top of any collective motion in nuclei. These
couplings can be interpreted in terms of a large residual interaction which couples one-
phonon and two-phonon states. These results show that large anharmonicities should be
expected in the collective motions in nuclei.
Annexe E
Calculs HF
RØsoudre l’Øquation statique de HF revient à rØsoudre l’Øquation de Schrödinger pour
des fonctions d’onde à une particule dans un potentiel dØpendant de la densitØ totale.
L’Øtat fondamental est alors dØni par le produit antisymØtrique des A fonctions d’ondes
à une particule de plus basses Ønergies. Dans cette annexe, nous allons nous intØressØ au
cas simple de noyaux sphØriques sans couplage en isospin.
Equation de Schrödinger en symétrie sphérique sur réseau
La double magicitØ des noyaux que nous considØrons implique qu’ils sont sphØriques.
Nous pouvons donc numØriquement diagonaliser h0 à l’aide d’un code à symØtrie sphØ-
rique. De plus nous ne prenons pas en compte de couplages spin-orbite. L’Øquation de
Schrödinger pour une fonction d’onde à une particule s’Øcrit alors(
− ~
2
2µ
d2
dr2
+ U˜i(r)
)
ϕi(r) = eiϕi(r) (E.1)
avec
U˜i(r) = Ui(r) +
~2li(li + 1)
2µr2
oø la masse effective µ sera approximØe par la masse m du nuclØon et li est le nombre
quantique orbital associØ à la fonction d’onde ϕi(r). Le second terme du potentiel U˜i(r)
est la barriŁre centrifuge.
Nous considØrons des noyaux pairs-pairs. Chaque fonction d’onde peut ainsi Œtre ra-
menØe à un Øtat de spin pur si = ±12 . De plus nous considØrons dans le calcul statique que
la matrice densitØ est diagonale en isospin. Il est alors aussi possible de ramener chaque
fonction d’onde à une particule à un Øtat pur en isospin si = ±12 . La solution de l’Øquation
E.1 s’Øcrit alors
ϕi(r) ≡ ϕnilimi =
unili(r)
r
Ylimi(θ, φ)
oø les Ylm sont les harmoniques sphØriques, n le nombre quantique principal et m le
nombre quantique azimutal.
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Itérations et convergence vers la solution HF
La principale difcultØ d’un calcul HF rØside dans la self consistence du champ moyen.
En d’autres termes, le potentiel dØpend de la solution de l’Øquation. On ne peut donc rØ-
soudre cette Øquation directement et il faut procØder par itØrations.
Une mØthode possible porte le nom de temps imaginaire. Cette mØthode, utilisØe dans
le code de Bonche, est dØcrite dans l’annexe C. Elle est surtout utilisØe lorsque l’on n’a
pas beaucoup d’informations sur la solution.
Nous appliquons une autre mØthode plus rapide lorqu’on a une idØe assez prØcise de
la solution. Elle nØcessite l’utilisation de l’opØrateur
lim
n→∞
(
1
E −H
)n
qui est un projecteur sur l’Øtat propre du Hamiltonien H qui a l’Ønergie la plus proche
de E. Cet opØrateur prØsente l’avantage qu’à une dimension il peut Œtre aisØment inversØ.
La procØdure itØrative illustrØe sur la gure E.1 consiste à partir d’un jeu de fonctions
d’onde à une particule ϕi(r) = 〈r, si, τi|i〉, de calculer la densitØ ρ(r) =
∑
i〈r|i〉〈i|r〉,
d’en dØduire l’ensemble des Hamiltoniens hi et les Ønergies ei = 〈i|hi|i〉 et d’appliquer à
chacune l’opØrateur 1/(ei−hi). On recommence ensuite avec le nouveau jeu de fonctions
d’onde aprŁs les avoir normØes.
Convergence
sur l’énergie
FIG. E.1  ReprØsentation schØmatique de la rØsolution numØrique de l’Øquation HF sta-
tique.
Potentiel Coulombien
Nous ne prenons en compte que le terme direct du potentiel Coulombien et nØgli-
geons le terme d’Øchange. Le thØorŁme de Gauss nous donne alors le potentiel du champ
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Ølectrique subit par le proton i
Vi(r) = K − e
ε0
∫ r
0
dr′
1
r′2
∫ r′
0
dr′′
(
ρp(r
′′)− ρpi(r′′)
)
r′′2
oø K est une constante d’intØgration dØnie par limr→∞ Vi(r) = 0. On en dØduit le po-
tentiel Coulombien subit par le proton i au le point k du rØseau
Ucouli(rk) = K
′ − 4piα~c∆r2
k∑
h=0
1
r2h
h∑
l=0
∑
j 6=i
ρpj(rl)r
2
l
oø ∆r est le pas du rØseau et α la composante de structure ne.
Terme cinétique
Le terme associØ à l’Ønergie cinØtique dans l’Øquation de Schrödinger sphØrique contient
une dØrivØe seconde par rapport à r. Cette dØrivØe est calculØe à l’ordre 2 par l’approxi-
mation à trois points. Celle-ci s’Øcrit au point k du rØseau
∂2
∂r2
ϕ(rk) ≈ ϕ(rk+1)− 2ϕ(rk) + ϕ(rk−1)
∆r2
.
Fonctions d’onde d’essai
Les fonctions d’onde d’essai servant à la premiŁre itØration du code sont les fonctions
d’onde de l’oscillateur harmonique sphØrique. La nomenclature, les Ønergies, les nombres
quantiques orbitals et les dØgØnØrescences de ces fonctions sont reprØsentØes sur la gure
E.2. La transformation monopolaire que nous appliquons ne couple pas des Øtats de mo-
ments angulaires orbitals diffØrents. Il est donc inutile de prendre en compte les etats de l
supØrieurs à 2 (ici 1f et 1g) puisqu’ils ne pourront se coupler aux Øtats occupØs de l’16O
ou de l’28O.
Enn les parties radiales des fonctions d’onde de l’oscillateur harmonique sphØrique
sont de la forme
Rnl(r) =
ynl(r)
r
e
mωr2
2~ .
L’Ønergie de l’Øtat est donnØe par son nombre quantique principal En = (n + 32)~ω. Les
expressions de ynl(r) sont donnØes à une constante de normalisation prŁs dans le tableau
E.1.
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FIG. E.2  ReprØsentation schØmatique des diffØrents niveaux de l’oscillateur harmonique
sphØrique. L’Ønergie est en ordonnØe et le moment angulaire orbital est donnØ en abcisse
en unitØ ~. Les chiffres en italique donnent les dØgØnØrescences. Les Øtats à droite du trait
en pointillØs n’ont pas besoin d’Œtre introduits pour un calcul monopolaire jusqu’à l’28O.
n l m g ynl(r)
0 0 0 2 r
1 1 -1,0,1 6 r2
2 0 0 2 r
(
1− 2mωr2
3~
)
2 2 -2,-1,0,1,2 10 r3
3 1 -1,0,1 6 r2
(
1− 2mωr2
5~
)
4 0 0 2 r
(
1− 4mωr2
3~ +
4m2ω2r4
15~2
)
4 2 -2,-1,0,1,2 10 r3
(
1− 2mωr2
7~
)
TAB. E.1  nombre quantique principal n, orbital l et azimuthal m, dØgØnØrescence g et
coefcient ynl(r) des fonctions d’onde de l’oscillateur harmonique.
Annexe F
Symétries et champ moyen
Nous allons nous intØresser dans cette annexe aux symØtries contenues dans le champ
moyen de HF. Nous commencerons par Øtudier les cas d’une symØtrie imposØe à la fonc-
tion d’onde d’essai |ψ〉. Nous nous intØresserons ensuite au cas d’une symØtrie imposØe
au Hamiltonien exact Hˆ .
ConsidØrons une transformation permettant de passer du rØfØrentiel R au rØfØrentiel
R′. Cette transformation est dØnie par
|ψ′〉 = e−iλSˆ|ψ〉 ≡ |ψ〉.
Notons E = 〈ψ|Hˆ|ψ〉 et E ′ = 〈ψ′|Hˆ|ψ′〉 = 〈ψ|Hˆ ′|ψ〉. Le champ moyen dans le rØfØ-
rentiel R est donnØ par U = ∂E
∂ρ
. De mŒme le champ moyen dans le rØfØrentiel R′ s’Øcrit
U ′ = ∂E
′
∂ρ′ .
Symétrie de la fonction d’onde d’essai
Une transformation laissant inchangØe une fonction d’onde correspond à une symØtrie
de cette fonction d’onde. Qu’en est-il pour le champ moyen ?
Pour rØpondre à cette question, supposons que la transformation laisse inchangØ |ψ〉 à
une phase prŁs, c’est à dire |ψ′〉 ≡ |ψ〉. On a alors E = E ′. D’autre part la densitØ à un
corps reste inchangØe sous cette transformation. Toute variation de cette densitØ dans un
rØfØrentiel est identique dans l’autre rØfØrentiel : δρˆ′ = δρˆ. On en dØduit l’ØgalitØ U = U ′.
En d’autres termes, une symétrie de la fonction d’onde d’essai est aussi une symétrie
du champ moyen de HF, et ce mŒme s’il ne s’agit pas d’une symØtrie du Hamiltonien
exact, c’est à dire [Hˆ, Sˆ] 6= 0.
Symétrie du Hamiltonien exact
ConsidØrons maintenant le cas oø cette transformation correspond à une symØtrie de
Hˆ dØnie par [Hˆ, Sˆ] = 0 qui est brisØe par la fonction d’onde d’essai, c’est à dire |ψ ′〉 6=
|ψ〉, ou encore |psi〉 n’est pas Øtat propre de Sˆ, ce qui est Øquivalent.
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On a l’ØgalitØ E = E ′ qui dØcoule du fait que Hˆ = Hˆ ′. On en dØduit U ′δρˆ′ = Uδρˆ. Il
faut donc comparer δρˆ et δρˆ′ pour savoir s’il y a ØgalitØ ou non entre U et U ′.
Les variations de densitØ dans chaque rØfØrentiel s’expriment par
δρˆ = |δψ〉〈ψ|+ |ψ〉〈δψ|
et
δρˆ′ = |δψ′〉〈ψ′|+ |ψ′〉〈δψ′|.
Pour une transformation innitØsimale, les relations entre les kets d’essai pour passer d’un
rØfØrentiel à l’autre s’Øcrivent
|ψ′〉 = |ψ〉 − iδλSˆ|ψ〉
et
|δψ′〉 = |δψ〉 − iδλSˆ|δψ〉.
On en dØduit
δρˆ′ =
(
|δψ〉 − iδλSˆ|δψ〉
)(
〈ψ|+ iδλ〈ψ|Sˆ
)
+ h.c.
= δρˆ+ iδλ
[
δρˆ, Sˆ
]
.
Or
[
Sˆ, δρˆ
]
= δ
[
Sˆ, ρˆ
]
et
[
Sˆ, ρˆ
]
6= 0 car la symØtrie est brisØe par la fonction d’onde
d’essai. Par consØquent δρˆ′ 6= δρˆ, ce qui implique U ′ 6= U .
En conclusion, une symØtrie du Hamiltonien exact n’est pas une symØtrie du champ
moyen si elle est brisØe par les fonctions d’onde d’essai.
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Résumé :
Ce mØmoire traite d’aspects de la dynamique nuclØaire autour de la barriŁre. Il est
montrØ que pour une rØaction de fusion, le champ Coulombien couple le mouvement re-
latif des noyaux à la rotation d’un projectile dØformØ, et ce indØpendamment de l’Ønergie
et de la charge des noyaux. Une Øtude expØrimentale de la rØaction 6He+190Os via la
spectroscopie gamma des noyaux produits a montrØ quant à elle que la cassure de l’6He
se couplait aussi au mouvement relatif, rØduisant considØrablement la fusion au dessus
et au voisinage de la barriŁre de fusion. Le chemin vers la fusion aprŁs le passage de la
barriŁre et notamment l’Øquilibration des charges ont ØtØ ØtudiØs dans le cadre de la thØo-
rie TDHF via la GDR de prØØquilibre excitØe dans les rØactions de fusion asymØtrique en
N/Z. Une application à la formation de super-lourds est proposØe. Enn, des couplages
entre protons et neutrons ont ØtØ mis en Øvidence en champ moyen avec pour principal
effet une Ømission de protons sous-Coulombiens.
Title : Nuclear Dynamic around the Coulomb Barrier : from fusion to evaporation
Abstract :
This work is devoted to aspects of nuclear dynamic around the barrier. It is shown that
for fusion reactions, the Coulomb eld couples relative motion of nuclei to rotation of a
deformed projectile independently of the energy and the charge of the nuclei. An experi-
mental study of the reaction 6He+190Os via gamma spectroscopy of product nuclei has
shown that the break up of the 6He is coupled to the relative motion too, resulting to a
strong hindrance of the fusion around and above the fusion barrier. The way to fusion after
the overcoming of the barrier, specially the charge equilibration, have been studied in the
framework of the TDHF theory via the preequilibrium GDR excited in N/Z asymmetric
reactions. An application to the formation of super-heavy elements has been proposed.
Finally, couplings between protons and neutrons have been shown up in mean eld calcu-
lations. Their main expected effect is an emission of protons under the Coulomb barrier.
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